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Introduction
En physique des semi-conducteurs, les syste`mes de dimensionnalite´ re´duite sont
largement e´tudie´s depuis les anne´es 70. Les puits quantiques [1], ou` les porteurs sont
confine´s selon l’axe de croissance d’une he´te´rostructure de semi-conducteurs, ont fait
l’objet de nombreuses applications en micro-e´lectronique et en opto-e´lectronique.
Dans ce dernier domaine, le confinement des porteurs permet une meilleure effica-
cite´ radiative compare´ au simples jonctions p− n. Les diodes lasers a` base de puits
quantiques sont ainsi utilise´s quotidiennement (lecteurs de disques nume´riques, te´-
le´communications...).
Dans les anne´es 80, des syste`mes de dimensionnalite´ encore plus re´duite ont e´te´
de´couverts, dont notamment les boˆıtes quantiques [2] ou` le mouvement des porteurs
est quantifie´ selon les trois dimensions. Depuis, les boˆıtes quantiques ont fait l’objet
de nombreuses e´tudes, notamment les boˆıtes auto-assemble´es InAs/GaAs qui consti-
tuent un syste`me mode`le. Une partie des applications consiste a` ame´liorer certaines
proprie´te´s opto-e´lectroniques des puits quantiques. Les lasers a` base de boˆıtes quan-
tiques [3, 4] offrent des seuils plus bas et sont moins sensibles aux fluctuations de
tempe´rature. De plus, l’e´mission laser peut avoir lieu dans une large bande spec-
trale du fait de la dispersion en taille des boˆıtes quantiques. D’autre part, les boˆıtes
quantiques sont de bons candidats pour l’information quantique. En effet, la nature
discre`te de leurs niveaux d’e´nergie leurs confe`rent certaines proprie´te´s des atomes,
tout en pouvant eˆtre aise´ment inte´gre´ a` des dispositifs miniaturise´s. Plusieurs re´a-
lisations d’un ordinateur quantique on e´te´ propose´es [5, 6], notamment base´es sur
la manipulation du spin d’un e´lectron pie´ge´ dans une boˆıte. D’autre part les boˆıtes
quantiques pourraient permettre de re´aliser des sources de photons uniques [7] ou de
paires intrique´es [8], avec comme application potentielle la cryptographie quantique.
La majeure partie des e´tudes re´alise´es sur les boˆıtes quantiques porte sur les
transition interbandes, dont la longueur d’onde se situe dans le visible ou proche
infra-rouge. Les transitions intrabandes [9, 10] se situent ge´ne´ralement dans le do-
maine de l’infra-rouge lointain, ou` les sources et de´tecteurs sont plus difficilement
disponibles. Les boˆıtes quantiques pourraient eˆtre utilise´es comme source ou de´tec-
teur dans cette re´gion spectrale, e´tant donne´ que les temps de vie des e´tats excite´s
sont beaucoup plus longs que dans les puits quantiques [11, 12]. Par ailleurs, la re´ali-
sation d’un ordinateur quantique base´ sur ces transitions intrabandes a e´te´ propose´e
[6]. L’e´tude approfondie des processus de relaxation et de de´cohe´rence constitue une
11
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e´tape cle´ en vue de telles applications. Les relaxation de l’e´nergie, de la cohe´rence
ou du spin sont e´galement des the´matiques communes aux e´tudes interbandes, no-
tamment lorsque l’excitation se fait via des niveaux excite´s.
Dans les boˆıtes quantiques, les diffe´rents modes de vibrations du cristal (phonons
acoustiques et optiques) constituent le principal re´servoir capable de relaxer l’e´ner-
gie ou la cohe´rence des e´tats e´lectroniques. Cependant, du fait de la nature discre`te
des niveaux e´lectroniques, les me´canismes en jeu sont diffe´rents de ceux connus pour
les syste`mes de plus grande dimensionnalite´ qui pre´sentent des continuums d’e´tats
e´lectroniques. En particulier, les niveaux e´lectroniques et les phonons optiques lon-
gitudinaux (LO) sont en re´gime de couplage fort [13], ce qui donne naissance a` des
quasi-particules appele´es polarons. L’e´mission de phonon-LO est par conse´quent im-
possible. Des e´tudes the´oriques [14, 15] ont montre´ qu’il fallait prendre en compte
le temps de fini des phonons-LO pour pouvoir expliquer le temps de vie fini de
ces e´tats. Cependant, les re´sultats expe´rimentaux sur la dynamique des transitions
intrabandes [11, 12] n’e´taient pas de´crit de manie`re satisfaisante par les mode`les
existants. Par ailleurs, aucune e´tude de la cohe´rence de ces transitions n’avait e´te´
faite jusqu’ici.
Dans cette the`se, on s’inte´resse a` l’e´tude des conse´quences des diverses interac-
tions e´lectrons-phonons sur les proprie´te´s optiques des boˆıtes quantiques de semi-
conducteur. Ce travail de the´orie et de mode´lisation a e´te´ effectue´ en e´troite colla-
boration avec les groupes expe´rimentaux suivants :
– le groupe infra-rouge lointain d’Yves Guldner a` l’ENS pour l’e´tude des polarons
excitoniques (the`se de Vanessa Preisler [16]) pre´sente´ dans le chapitre 2.
– le groupe de Maurice Skolnick a` l’universite´ de Sheffield (en particulier Evgeny
Zibik et Luke Wilson) pour toutes les expe´riences de dynamique pre´sente´es
dans les chapitres 3, 4 et 5.
Ce me´moire s’articule de la fac¸on suivante :
Dans le chapitre 1, nous pre´senterons brie`vement les boˆıtes quantiques semi-
conductrices. Apre`s avoir vu la croissance de ces nanostructures, on pre´sentera un
calcul des e´tats e´lectroniques, ainsi qu’une mode´lisation des parame`tres des boˆıtes
a` partir de mesures des e´nergies de transitions interbandes et intrabandes. On rap-
pellera les diffe´rents types de transitions optiques dans les he´te´rostructures de semi-
conducteurs, ainsi que les diffe´rents types d’interaction e´lectron-phonon.
Dans les boˆıtes quantiques, e´lectrons et phonons-LO sont en re´gime de couplage
fort et forment des quasi-particules appele´es polarons (chapitre 2). Nous pre´sen-
terons d’abord le calcul des e´tats polarons forme´s par l’interaction entre e´lectrons
et phonons-LO. Puis nous e´tudierons le cas des polarons excitoniques, mis en e´vi-
dence par des expe´riences de photoluminescence d’excitation (PLE) en pre´sence d’un
champ magne´tique.
Nous e´tudierons ensuite (chapitre 3) la relaxation de ces e´tats polarons. Au-dela`
du mode`le semi-classique ou` le temps de vie du polaron est de´termine´ uniquement
par le poids de sa composante phonon-LO, nous de´crirons en de´tail comment l’an-
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harmonicite´ du cristal est responsable de l’instabilite´ des e´tats polarons.
Dans le chapitre 4, nous e´tudierons les me´canismes de retournement du spin
dans une boˆıte contenant deux e´lectrons. L’interaction spin-orbite, ajoute´e aux cou-
plages aux phonons acoustiques et optiques, rend possible un retournement du spin
entre les e´tats singulets et triplets.
Enfin (chapitre 5) nous e´tudierons la cohe´rence des transitions intrabandes.
En plus du me´canisme de de´sinte´gration des polarons, des me´canismes assiste´s par
phonons acoustiques donnent lieu a` des pertes de cohe´rence additionnelles a` tem-
pe´rature non nulle : les ailes de phonons acoustiques provoquent des oscillations
amorties de la cohe´rence, alors que les transitions re´elles et virtuelles entre niveaux
excite´s donnent lieu a` une de´croissance exponentielle de la cohe´rence.
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Les boˆıtes quantiques de
semi-conducteurs : pre´sentation
On appelle boˆıte quantique une nanostructure dans laquelle le confinement des
porteurs dans les trois dimensions est suffisamment important pour que l’on puisse
observer la nature discre`te des niveaux d’e´nergie. Elles sont ainsi qualifie´es de struc-
ture ze´ro-dimensionnelle (0-D), par contraste avec les mate´riaux massifs (3D), les
structures 2-D (puits quantiques) ou 1-D (fils quantiques).
Apre`s avoir e´nume´re´ les diffe´rentes structures pouvant eˆtre de´signe´es par l’ap-
pellation (( boˆıtes quantiques )), nous pre´senterons le syste`me de boˆıtes quantiques
auto-assemble´es InAs/GaAs, qui fera l’objet de cette the`se. On exposera ensuite la
me´thode de calcul des e´tats e´lectroniques. Enfin on rappellera de manie`re ge´ne´rale
les caracte´ristiques du couplage des e´lectrons a` la lumie`re, ainsi que l’interaction
avec les modes de vibrations du cristal.
1.1 Les diffe´rents types de boˆıtes quantiques de
semi-conducteurs
On peut distinguer diffe´rents types de boˆıtes quantiques de semi-conducteurs
suivant leurs modes d’obtention :
– les boˆıtes obtenues par confinement d’un gaz d’e´lectron bidimensionnel (boˆıtes
(( me´soscopiques ))). Le confinement late´ral peut eˆtre obtenu par gravure d’un
puits quantique, ou bien par un confinement e´lectrostatique graˆce a` des e´lec-
trodes. Ce type de structure est ge´ne´ralement e´tudie´ via ses proprie´te´s de
transport.
– les boˆıtes de´finies par les fluctuations de l’e´paisseur d’un puits quantique
(boˆıtes d’interfaces).
– les nanocristaux de semi-conducteurs, qui sont obtenus chimiquement sous
forme de collo¨ıdes en solution. Ils sont notamment utilise´s en biologie comme
marqueurs fluorescents.
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– les boˆıtes auto-assemble´es obtenues en matrice solide, qui font l’objet de cette
the`se.
Dans cette the`se, on mode´lise des phe´nome`nes de relaxation et de de´cohe´rence
dans des boˆıtes auto-assemble´es InAs/GaAs. Les diffe´rents types de boˆıtes de semi-
conducteurs ont de nombreux points communs qui de´coulent de la nature discre`te des
niveaux e´lectroniques. Ainsi certains phe´nome`nes e´tudie´s dans cette the`se peuvent
eˆtre mis en relation avec des proprie´te´s pre´sentes dans d’autres types de boˆıtes.
Cependant, on peut citer d’emble´e quelques diffe´rences notables :
– Dans les boˆıtes obtenues par gravure, la taille late´rale est limite´e par la tech-
nologie, actuellement a` plusieurs dizaines de nanome`tres, ce qui correspond a`
des e´nergies de confinement au maximum de quelques meV. Les techniques de
type auto-assemblage permettent d’obtenir des e´nergies inter-niveaux beau-
coup plus grandes, de l’ordre de plusieurs dizaines de meV. Le type de me´-
canisme de relaxation de´pend principalement de l’e´nergie en jeu. Ainsi l’in-
teraction avec les phonons optiques est de´terminante pour les boˆıtes auto-
assemble´es, alors que l’interaction aux phonons acoustique est a` priori domi-
nante pour les boˆıtes grave´es.
– Dans les nanocristaux, l’effet du confinement des modes de phonons acous-
tiques sur les proprie´te´s optiques est mis en e´vidence [17]. De tels effets sont
ne´glige´s ici dans les boˆıtes en matrice solide ou` les deux mate´riaux employe´s
ont des impe´dances acoustiques voisines.
1.2 Les boˆıtes auto-assemble´es InAs/GaAs
Les boˆıtes auto-assemble´es sont obtenues graˆce a` la transition de Stranski-
Krastanov [18] : la croissance d’arse´niure d’indium (InAs) sur un substrat d’ar-
se´niure de gallium (GaAs) donne lieu a` la formation spontane´e d’ˆılots d’InAs du fait
du de´saccord de maille important (7%) entre les deux mate´riaux [19]. La technique
de croissance ge´ne´ralement employe´e pour obtenir ces structures est celle d’e´pitaxie
par jet mole´culaire (MBE).
Dans un premier temps, la croissance d’InAs sur le substrat de GaAs se fait
de fac¸on bidimensionnelle, l’InAs se re´partissant de fac¸on homoge`ne sur la surface.
Lorsque l’e´paisseur moyenne de´passe environ 1,7 monocouches d’InAs [20], un chan-
gement de re´gime est observe´ : la croissance devient tridimensionnelle avec la nu-
cle´ation d’ˆılots d’InAs. Ce mode de croissance est e´nerge´tiquement favorable car il
permet de relaxer partiellement la contrainte impose´e par le substrat.
Les ıˆlots obtenus sont appele´s boˆıtes quantiques auto-assemble´es. La fine couche
sur laquelle il repose, correspondant au mode initial de croissance, est appele´e couche
de mouillage.
Le plan de boˆıtes quantiques obtenus est ensuite recouvert par une e´paisse couche
de GaAs. On peut faire croˆıtre un seul plan de boˆıtes, notamment pour e´tudier les
proprie´te´s d’une boˆıte unique. Au contraire, pour e´tudier les proprie´te´s optiques d’un
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(a) (b) (c)
Fig. 1.1: (a) Image de microscopie a` force atomique d’un plan de boˆıtes quantiques
InAs/GaAs (J. M. Moison CNET). (b) et (c) Images en coupe d’un e´chantillon comportant
plusieurs couches de boˆıtes auto-assemble´es InAs/GaAs (University of Sheffield).
ensemble de boˆıtes, plusieurs dizaines de ces couches sont empile´es afin de maximiser
l’interaction avec la lumie`re.
Les caracte´ristiques moyennes des boˆıtes obtenues de´pendent des parame`tres de
croissance employe´s. De plus, dans un ensemble de boˆıtes, il existe une dispersion
de taille et de composition autour de ces valeurs moyennes. Nous verrons que cela
donne lieu a` des e´largissement des raies d’absorptions (ou d’e´mission) dus a` la nature
inhomoge`ne de l’ensemble (de l’ordre de 10% de l’e´nergie de transition en intrabande)
par rapport a` la largeur de raie intrinse`que d’une boˆıte, appele´e largeur homoge`ne.
La densite´ est e´galement variable, entre 108cm−2 et 1011cm−2 selon les parame`tres
de croissance. Elle est d’environ 4.1010cm−2 dans les expe´riences mentionne´es dans
cette the`se. Cela correspond a` une distance moyenne entre boˆıtes d’environ 50nm,
ce qui permet de ne´gliger les interactions entre e´lectrons pie´ge´es dans des boˆıtes
voisines. Les couches successives sont e´galement se´pare´es de plusieurs dizaines de
nanome`tres. La re´duction de cette se´paration permet d’obtenir des boˆıtes couple´es
verticalement (ou mole´cules).
Afin d’e´tudier les transitions intrabandes, il est ne´cessaire de doper les boˆıtes :
des atomes de silicium sont inse´re´s lors de la croissance, typiquement 2nm en dessous
de la couche de mouillage. Les atomes de Si agissent comme des donneurs. Leurs
concentrations est ajuste´e, afin d’obtenir un nombre moyen d’e´lectrons par boˆıte de
1, 2 ou plus.
1.3 Les e´tats e´lectroniques
Diffe´rents types de calculs des e´tats e´lectroniques dans les he´te´rostructures de
semi-conducteurs [1, 21] ont e´te´ applique´s aux boˆıtes quantiques : on distingue les
me´thodes de fonctions enveloppes a` une [22] ou plusieurs bandes [23, 24], les me´-
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thodes atomistiques utilisant des pseudo-potentiels [25] ou encore les me´thodes de
liaisons fortes [26]. Le principe de la premie`re me´thode est d’exprimer la fonction
d’onde de l’e´lectron comme produit de fonctions de Bloch et de fonctions enve-
loppes. Les fonctions enveloppes varient a` l’e´chelle de l’he´te´rostructure conside´re´e,
alors que les fonctions de Bloch ont pour pe´riode la cellule unitaire. Les me´thodes
de type atomistique [25] tiennent compte du nombre fini d’atomes dans la structure,
mais restent difficile a` mettre en oeuvre nume´riquement compte tenu du nombre
e´leve´ d’atomes dans la boˆıte. Dans cette the`se nous utiliserons la me´thode de masse
effective a` une seule bande [22]. Dans ce cadre, les e´tats propres s’e´crivent :
φ(r) = un,0(r)ψ(r) (1.1)
ou` un,0 est la fonction de Bloch de centre de zone (pe´riodique a` l’e´chelle de la cellule
e´le´mentaire) et ψ la fonction enveloppe (lentement variable).
La me´thode k.p permet d’exprimer la masse effective m∗ d’une bande n non
de´ge´ne´re´e pour un semi-conducteur massif [21] :
1
m∗
=
1
m0
+
2
m20k
2
∑
n′ 6=n
|〈un0|k.p|un′0|2
En0 − En′0 (1.2)
ou`m0 est la masse de l’e´lectron et En,0 l’e´nergie du centre de zone de la bande n. Pour
la masse effective de la bande de conduction, l’e´le´ment de matrice dominant est celui
faisant intervenir le couplage avec la bande de valence. E´tant donne´ que l’e´le´ment
de matrice de l’ope´rateur impulsion de´pend peu du mate´riau, on s’attend a` une
variation de masse effective entre le mate´riau de la boˆıte et celui du GaAs l’entourant
en fonction de leurs gaps respectifs. Cependant, on ne´gligera les variations de masse
effective entre les deux mate´riaux. En effet, les mesures de l’effet Zeeman orbital [13,
27] montrent que l’on peut mode´liser la masse effective des e´lectrons de conduction
par celle du GaAs (m∗e = 0.07m0). Ceci peut s’expliquer partiellement par le fait
que des contraintes et l’interdiffusion ont pour effet de rapprocher le gap de la boˆıte
de celui du GaAs. On utilisera donc la valeur m∗e = 0.07m0 dans la suite.
Avec ces hypothe`ses, l’hamiltonien de la fonction enveloppe s’e´crit en coordon-
ne´es cylindriques (z,ρ,θ) :
H = − ~
2
2mz∗
∂2
∂z2
− ~
2
2mρ∗
(
1
ρ
∂
∂ρ
ρ
∂
∂ρ
+
1
ρ2
∂2
∂θ2
)
+ V (r) (1.3)
ou` mz∗ et mρ∗ sont les masses effectives pour le mouvement selon l’axe de croissance
z ou dans le plan respectivement.
On mode´lise la boˆıte par un coˆne tronque´, de´limitant un volume a` l’inte´rieur
duquel la composition est suppose´e homoge`ne (voir figure 1.2). Le potentiel de confi-
nement V (r) est pris nul en dehors de la boˆıte et vaut −V0 a` l’inte´rieur1. La boˆıte
1Ce type de mode´lisation ne refle`te pas tout a` fait la re´alite´ : on s’attend en effet a` ce que la
composition ainsi que les contraintes varient de manie`re continue a` l’inte´rieur de la boˆıte. Mais
celles-ci ne sont pas connues de manie`re pre´cise.
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premiers e´tats excite´s ne posse`dent pas de nœud selon z. Pour les premiers niveaux,
ces fonctions sont de la forme :
– l’e´tat fondamental est de syme´trie s, c’est a` dire e´tat propre Lz = 0
ψs =
1√
π3/2σsβ2s
exp
(
− ρ
2
2β2s
− (z − z0s)
2
2σ2s
)
(1.4)
– les premiers e´tats excite´s sont de syme´trie p, avec une de´ge´ne´rescence e´gale a`
deux (Lz = ±1) :
ψp± =
ρ√
π3/2σpβ4p
exp
(
− ρ
2
2β2p
− (z − z0p)
2
2σ2p
)
e±iθ (1.5)
On peut re´exprimer ces e´tats p dans une base faisant apparaˆıtre les axes x et y :
ψpx =
ψp+ + ψp−√
2
=
√
2x√
π3/2σpβ4p
exp
(
−x
2 + y2
2β2p
− (z − z0p)
2
2σ2p
)
(1.6)
ψpy =
ψp+ − ψp−√
2i
=
√
2y√
π3/2σpβ4p
exp
(
−x
2 + y2
2β2p
− (z − z0p)
2
2σ2p
)
(1.7)
Des surfaces d’isoprobabilite´ de ces fonctions d’onde sont repre´sente´es sur la
figure 1.3. Un spectre d’absorption intrabande est repre´sente´ sur la figure 1.4. On
observe une leve´e de de´ge´ne´rescence de quelques meV des e´tats p correspondant
aux axes cristallographiques [011] et [011]. Ceci peut s’expliquer par un allongement
des boˆıtes dans la direction [011] (par exemple une forme elliptique). Mais ceci
peut aussi s’expliquer par des effets piezo-e´lectriques [24, 30] ou atomistiques [31].
La question de l’origine de cette anisotropie reste actuellement ouverte. Dans cette
the`se, les calculs e´lectroniques seront effectue´s pour une boˆıte a` syme´trie cylindrique,
la leve´e de de´ge´ne´rescence anisotrope e´tant introduit de manie`re perturbative (la
leve´e de de´ge´ne´rescence e´tant faible devant la se´paration entre les couches s et p).
En l’absence de champ magne´tique, les e´tats propres sont px, py ou` les axes x,y
correspondront aux axes cristallographiques x = [011] et y = [011].
Suivant la taille et la composition de la boˆıte, il existe des e´tats excite´s de plus
haute e´nergie, auxquels nous ne nous inte´resserons pas dans cette the`se. L’e´nergie
ne´cessaire pour exciter les niveaux de type d est de l’ordre du double de celles des
niveaux p [28, 29].
1.3.2 Energies des niveaux confine´s
Nous e´tudions ici l’e´nergie des niveaux confine´s de plus basse e´nergie, c’est a` dire
les niveaux s et p. La figure 1.5 repre´sente l’e´nergie des niveaux s et p de la bande
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Fig. 1.3: Surfaces d’isoprobabilite´ de pre´sence de l’e´lectron pour les e´tats s (a` gauche) et
px (a` droite) vues de dessus dans le plan (x,y) en haut et vues dans le plan (x,z) en bas.
La boˆıte quantique est repre´sente´e en grise´.
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Fig. 1.4: Spectre d’absorption intrabande (de l’e´chantillon e´tudie´ dans le chapitre 5) pour
des polarisations suivants x = [011] (ligne pleine) et y = [011] (ligne pointille´e).
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de conduction en fonction du rayon R, de la hauteur h, et de la composition x. Pour
chaque courbe en fonction d’une variable, les deux autres variables sont fixe´es aux
valeurs suivantes : rayon a` la base R = 120A˚, hauteur h = 40A˚ et composition
x = 0.5. L’e´paisseur de la couche de mouillage est d = 7A˚. Le rayon de la face
supe´rieure est pris e´gal a` la moitie´ de celui de la base Rtop = R/2. Les niveaux sont
d’autant plus confine´s que les dimensions de la boˆıte sont grandes. Les niveaux p
sont d’autant plus sensibles au rayon e´tant donne´ qu’ils comportent un nœud dans
le plan. Ainsi l’e´nergie de transition s-p diminue avec l’augmentation du rayon.
1.3.3 Interaction coulombienne
Pour les e´tats a` plusieurs particules, l’interaction coulombienne est prise comme
une perturbation : ses e´le´ments de matrice sont calcule´s dans la base des e´tats a` une
particule (e´lectron ou trou). Pour une paire de particules (e´lectron-trou ou e´lectron-
e´lectron), les e´le´ments diagonaux du couplage coulombien sont de l’ordre de 20 meV,
ce qui est bien infe´rieur a` l’e´nergie de confinement due aux de´calages de bandes (de
l’ordre de la centaine de meV sur la figure 1.5).
Pour une paire e´lectron-trou, l’interaction attractive se traduit par un abaisse-
ment de l’e´nergie. L’attraction est la plus forte lorsque e´lectron et trou sont dans
les niveaux fondamentaux s qui posse`dent la plus petite extension spatiale. Les
termes diagonaux d’interaction coulombienne pour des paires e´lectron-trou sont re-
porte´es dans le tableau 1.6 pour le jeu de parame`tre (R = 120A˚, h = 40A˚, d = 7A˚,
Rtop = R/2, x = 0.5).
Les termes non-diagonaux sont de l’ordre de quelques meV. Nous verrons leur
importance pour les boˆıtes a` 2 e´lectrons dans le chapitre 4.
1.3.4 Mode´lisation des parame`tres des boˆıtes
Nous nous inte´ressons ici a` la mode´lisation des dimensions (rayon R et hauteur
h) et de la composition x d’une boˆıte quantique In1−xGaxAs a` partir des mesures
des e´nergies de transition intrabande et interbande. En effet, ces parame`tres sont
essentiels au calcul des fonctions d’ondes des e´tats confine´s. Cependant, les dimen-
sions ne sont connues que de manie`re approximative, a` partir de mesures d’imageries
(AFM,STM) effectue´es sur des boˆıtes qui ne sont pas force´ment identiques a` celles
e´tudie´es expe´rimentalement. D’autre part, on ne connaˆıt pas pre´cise´ment les carac-
te´ristiques du mate´riau contenu dans la boˆıte : la composition x, qui de´pend de
l’interdiffusion lors de la croissance des boˆıtes, n’est pas connue ; d’autre part, les
contraintes impose´es par GaAs modifient comple`tement les e´nergies de bande.
Lorsque l’on dispose de mesures sur les e´nergies interbandes, on peut en de´-
duire des informations sur les de´calages de bandes respectifs des e´lectrons et des
trous. Dans notre mode´lisation des proprie´te´s du mate´riau dans la boˆıte, on utilise
deux parame`tres : le gap Eg,i du mate´riau dans la boˆıte, et le ratio Q des de´ca-
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Fig. 1.5: Energie des deux premiers niveaux s et p pour les niveaux d’e´lectrons (a` gauche)
et de trous (a` droite) en fonction du rayon [(a) et (b)], de la hauteur [(c) et (d)], et de
la composition [(e) et (f)]. La ligne pointille´e indique le de´calage de bande. Pour chaque
variable (R,h, ou x), les deux autres parame`tres sont fixe´s parmi R = 120A˚, h = 40A˚ et
x = 0.5
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Paire e´lectron-trou sesh sephx p
e
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h pexp
h
x p
e
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y
Interaction coulombienne (meV) −22.7 −19.6 −18.7 −19.3 −16.2
Fig. 1.6: Termes diagonaux de l’interaction coulombienne pour une paire e´lectron-trou
calcule´ pour les parame`tres de boˆıte R = 120A˚, h = 40A˚,d = 7A˚,Rtop = R/2 et x = 0.5.
lages de bandes (offset) pour e´lectrons et trous lourds. Le gap du GaAs massif est de
Eg,o = 1519meV. Le gap Eg,i de In1−xGaxAs est pris comme parame`tre d’ajustement,
qui de´pend de la composition x et des contraintes. Par simplicite´, on prendra une
interpolation line´aire entre les gaps des deux mate´riaux Eg,i = xEg,o+(1−x)Eg,InAs2.
Les de´calages de bande sont pris tel que V e0 = Q(Eg,o − Eg,i) pour les e´lectrons et
V h0 = (1 − Q)(Eg,o − Eg,i) pour les trous. En fonction de la quantite´ de donne´es
expe´rimentales, Q sera soit fixe´ a` la valeur Q = 0.60 (ce qui correspond approxima-
tivement aux valeurs mesure´es pour les puits quantiques [32]), soit pris aussi comme
parame`tre d’ajustement.
Les mesures dont on dispose sont ge´ne´ralement :
– L’e´nergie de transition Esp entre les niveaux de conduction s et p.
– L’e´nergie de photoluminescence interbande E0.
– E´ventuellement, a` partir de la photoluminescence d’excitation (PLE), la dif-
fe´rence d’e´nergie entre l’exciton fondamental et le premier niveau excite´ opti-
quement actif E1 − E0.
La figure 1.7 repre´sente les variations dans l’espace e´nergie de PL - e´nergie intra-
bande pour chacune des variables R, h et x (pour chaque variable, les deux autres
parame`tres sont fixe´s parmi R = 120A˚, h = 40A˚ et x = 0.5). On s’aperc¸oit que
l’e´nergie de PL de´pend surtout de la composition (ligne pleine) et de la hauteur
(ligne pointille´e), alors que l’e´nergie intrabande s-p de´pend essentiellement du rayon
(ligne tirete´e). De plus, graˆce aux images AFM et STM [33] (effectue´es sur des
boˆıtes obtenues dans des conditions de croissance similaires a` celles e´tudie´es dans
cette the`se), on a une ide´e des dimensions approximatives des boˆıtes. Les dimensions
employe´es dans notre mode´lisation doivent eˆtre compatibles avec ces mesures : le
diame`tre doit eˆtre aux alentours de 20 ou 30 nm, alors que la hauteur doit eˆtre
comprise entre 2 et 6 nm. Ainsi, graˆce aux donne´es expe´rimentales de ces diffe´-
rentes e´nergies pour un meˆme e´chantillon, on peut mode´liser approximativement les
caracte´ristiques moyennes des boˆıtes de cet e´chantillon.
2En re´alite´, le gap de´pend aussi fortement des contraintes. Par conse´quent, le parame`tre x de
notre mode´lisation n’est pas la composition re´elle de la boˆıte mais plutoˆt un parame`tre phe´nome´-
nologique.
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Fig. 1.7: E´volution des e´nergies de transition intrabande de conduction et interbande avec
le rayon (ligne rouge tirete´e), hauteur (ligne bleue pointille´e), et composition (ligne noire
pleine).
1.4 Transitions optiques
On distingue deux types de transitions optiques dans les semi-conducteurs : de
bande a` bande (interbande) ou a` l’inte´rieur d’une meˆme bande (intrabande). On
emploie l’approximation dipolaire e´lectrique, e´tant donne´ que les longueurs d’ondes
des photons implique´s sont dans les deux cas tre`s grandes devant les dimensions des
fonctions d’onde (de Bloch ou enveloppe).
1.4.1 Transitions intrabandes
Dans ce cas, la partie atomique de la fonction de Bloch est conserve´e. La force
d’oscillateur est proportionnelle au couplage dipolaire entre les fonctions enveloppes :
OSi→f =
2m∗
~2
(Ef − Ei)|〈i|ε.r|f〉|2 (1.8)
ou` ε est le vecteur unitaire de polarisation de la lumie`re.
On remarque qu’une onde polarise´e selon x ou y excitera uniquement la transition
s-px ou s-py respectivement.
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Temps de vie radiatif Le temps de vie radiatif intrabande d’un e´tat excite´ est
donne´ par la formule :
1
τ radf→i
=
e2nω2
6πε0m∗c3
OSi→f (1.9)
ou` n est l’indice de re´fraction, c la ce´le´rite´ de la lumie`re dans le vide. Ce temps est
de l’ordre de quelques microsecondes pour les transitions intrabandes e´tudie´es dans
l’infra-rouge lointain. Ce processus de relaxation radiatif restera ne´gligeable puisque
nous verrons que la relaxation non-radiative est plusieurs ordres de grandeurs plus
rapide.
1.4.2 Transitions interbandes
Les transitions interbandes font intervenir le couplage dipolaire entre les parties
atomiques des fonctions d’onde de valence v et de conduction c. Si l’on conside`re la
transition entre des e´tats |v, ψh〉 et |c, ψe〉 (fonction atomique, fonction enveloppe),
la force d’oscillateur s’e´crit :
OS = fcv|〈ψe|ψh〉|2 (1.10)
avec fcv = 2|〈c|ε.p|v〉|2/(m0~ω)
La force d’oscillateur interbande fait intervenir le produit scalaire des fonctions
enveloppes de l’e´lectron et du trou. Seules les paires e´lectron-trou ou` les fonctions
d’ondes de l’e´lectron et du trou ont la meˆme syme´trie (sesh, pexp
h
x, p
e
yp
h
y ,. . . ) sont
optiquement actives.
1.5 Interaction e´lectron-phonon
On supposera les phonons massifs, ayant les proprie´te´s du GaAs (nous verrons
le cas du ternaire InGaAs dans le chapitre 3).
A l’interface entre les deux mate´riaux, il peut y avoir des phe´nome`nes de re´flexion
partielle des phonons, ce qui peut conduire a` la pre´sence de modes de phonons
localise´s. Cependant, les proprie´te´s des mate´riaux e´tant voisines, on s’attend a` ce
que ce type d’effets soit ne´gligeable.
Dans cette section, on rappelle les diffe´rentes interactions e´lectron-phonon ayant
lieu dans les semi-conducteurs, dont les conse´quences pour des niveaux confine´s dans
les boˆıtes quantiques seront e´tudie´es dans les chapitres suivants.
1.5.1 Phonons acoustiques
1.5.1.1 Potentiel de de´formation
Les vibrations acoustiques longitudinales de grandes longueurs d’ondes corres-
pondent a` des ondes de compression et de dilatation dans le cristal. Or, l’e´nergie des
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niveaux e´lectroniques est sensible a` ces variations relatives de volume, ce qui peut
eˆtre exprime´ via le potentiel de de´formation. Ceci donne lieu a` l’interaction entre
porteurs et phonon-LA que nous de´crivons ici.
En pre´sence de phonons LA, le de´placement u d’un atome situe´ en r par rapport
a` sa position d’e´quilibre est donne´ par
u(r,t) =
∑
q
(
~
2NV ρω
)1/2 (
aqe
i(q.r−ωt) + a+q e
−i(q.r−ωt)) eq (1.11)
ou` eq est le vecteur polarisation du phonon e´gal a` q/q pour les vibrations longitu-
dinales.
Pour un mate´riau massif, le potentiel de de´formation volumique Dn pour une
bande n est de´fini par [21] :
δEn = Dn
δV
V
(1.12)
ou` δV est la variation locale du volume V (engendre´e ici par la vibration acous-
tique). Ainsi, la variation d’e´nergie de la bande conside´re´e est e´gale au produit de
ce potentiel de de´formation volumique par la variation de volume relative.
Or, pour des phonons-LA de grands vecteurs d’ondes, la variation relative de
volume est donne´e par la divergence du de´placement des atomes :
δV/V =∇.u (1.13)
On en de´duit l’expression de l’hamiltonien correspondant[21] :
Hd = Dn
∑
q
√
~q
2NV ρcs
(
aqe
iq.r + a+q e
−iq.r) (1.14)
Dans la suite de cette the`se, on utilisera les valeurs correspondant au GaAs mas-
sif : Dc = −7.2 eV pour les e´lectrons et Dc = −1.2 eV pour les trous lourds (valeurs
recommande´es dans la revue [32]). La vitesse du son sera suppose´e isotrope et prise
e´gale a` cs = 5000 m/s (correspondant environ a` la valeur moyenne dans GaAs).
Pour la masse volumique, on prendra e´galement celle du GaAs ρ = 5.32 g/cm3.
1.5.1.2 Effet pie´zoe´lectrique
Dans les mate´riaux n’ayant pas de syme´trie d’inversion, l’effet pie´zoe´lectrique
de´crit le fait qu’une contrainte peut induire un champ e´lectrique et vice-versa. Cet
effet entraˆıne un couplage entre phonons de grands vecteurs d’ondes et les e´lectrons,
de´crit par l’hamiltonien [21, 34] :
Hpiezo =
√
~
2ρωqα
eAqα
(
aqαe
iq.r + a+qαe
−iq.r)
Aqα =
qiqk
q2
βijkv
j
qα
(1.15)
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ou` α de´signe la polarisation de l’onde acoustique (longitudinal ou transverse) de
vecteur d’onde q selon le vecteur unitaire vqα. Pour un cristal a` syme´trie cubique
sans centre d’inversion, les seuls composantes non-nulles du tenseur βijk sont celles
ou` les 3 indices sont diffe´rents, et sont e´gales entre elles : βxyz = βxzy = ... = h14.
Pour GaAs, eh14 = 1.2× 107 eV/cm.
Le couplage aux phonons acoustiques par effet pie´zoe´lectrique n’est important
que pour les tre`s faibles vecteurs d’ondes. Dans ce me´moire, les effets du potentiel
de de´formation seront souvent dominants e´tant donne´ que les e´nergies en jeu seront
presque toujours supe´rieures au meV.
1.5.2 Phonons optiques
Dans un mate´riau polaire, les phonons-LO de grandes longueurs d’onde corres-
pondent a` un de´placement relatif des atomes de charge oppose´e d’une meˆme cellule
unitaire. Ceci entraˆıne une polarisation macroscopique. Le champ e´lectrique cre´e´
s’e´crit[21] :
E = FuLO (1.16a)
F =
√
Nµω2LO
ǫ0
(
1
εr(∞) −
1
εr(0)
)
(1.16b)
ou` ǫ0 est la permittivite´ du vide, εr(0) et εr(∞) sont les constantes die´lectriques
a` basse et haute fre´quence, µ est la masse re´duite de la cellule primitive (1/µ =
1/M1+1/M2 ou`M1 etM2 sont les masses des deux atomes), et uLO est le de´placement
relatif des deux atomes de charge oppose´e d’une cellule e´le´mentaire :
uLO(r,t) =
∑
q
(
~
2NµωLO
)1/2 (
aqe
i(q.r−ωt) + a+q e
−i(q.r−ωt)) eq (1.17)
Le potentiel e´lectrique φ ve´rifiant E = ∇φ, l’e´nergie potentielle ressentie par un
e´lectron est Hf = −eφ = −ieFuLO/q,
Par conse´quent l’hamiltonien de Fro¨hlich s’e´crit[21] :
Hf =
∑
q
iCf
q
(
aqe
iq.r − a+q e−iq.r
)
(1.18)
Cf = e
√
~ωLO
2NV ǫ0
(
1
εr(∞) −
1
εr(0)
)
(1.19)
En utilisant la relation de Lyddane-Sachs-Teller εr(0)/εr(∞) = ω2LO/ω2TO, on
peut e´galement exprimer cette constante sous la forme :
Cf = e
√
~
2ǫ0εr(∞)ωLO (ω
2
LO − ω2TO) (1.20)
28
1.5. Interaction e´lectron-phonon
La constante de Fro¨hlich sans dimension
αF =
e2
~ǫ0
√
m∗
2~ωLO
(
1
εr(∞) −
1
εr(0)
)
(1.21)
est souvent utilise´e dans la litte´rature afin de caracte´riser la force de ce couplage3.
3Cependant, nous verrons que son emploi n’est pas tre`s pertinent dans la cas des boˆıtes quan-
tiques puisqu’elle fait apparaˆıtre la masse effective de manie`re artificielle. Mis a` part dans le cha-
pitre 2, nous calculerons Cf a` partir de l’e´quation 1.20, qui ne fait intervenir que les fre´quences
des phonons optiques et la constante die´lectrique.
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Chapitre 2
Polarons e´lectroniques et
excitoniques
Dans ce chapitre, nous e´tudions l’interaction entre les niveaux e´lectroniques dis-
crets d’une boˆıte quantique et les phonons optiques longitudinaux. Il a e´te´ montre´,
aussi bien expe´rimentalement [13, 27] que the´oriquement [35], qu’il y a un couplage
fort entre e´lectrons et phonons-LO. Jusqu’ici, les preuves expe´rimentales proviennent
essentiellement de mesures de magne´to-transmission faisant intervenir des transi-
tions s-p de la bande de conduction de boˆıtes dope´es n [13, 27] ou de la bande
de valence de boˆıtes dope´es p [36]. Cette interaction ne peut eˆtre traite´e de fac¸on
perturbative, comme c’est souvent le cas dans les structures de plus grande di-
mensionnalite´. Le traitement non-perturbatif donne naissance a` des quasi-particules
mixtes e´lectrons-phonons appele´es polarons. Nous e´tudierons d’abord les effets du
couplage de Fro¨hlich sur les e´lectrons de la bande de conduction : nous montrerons
tout d’abord qu’on est bien re´gime de couplage fort. Puis nous mode´liserons des
expe´riences plus re´centes de photoluminescence d’excitation (PLE), qui mettent en
e´vidence l’existence d’effets polarons dans le spectre des niveaux excitoniques.
2.1 Le couplage fort e´lectron-phonon-LO
Les e´tats discrets d’une boˆıte quantique sont couple´s a` un continuum constitue´
par les phonons-LO par l’interaction de Fro¨hlich. Nous verrons que la largeur effective
de ce continuum est bien infe´rieure a` la force du couplage en jeu, puisque seuls
les phonons-LO de centre de zone, tre`s peu dispersifs, sont couple´s efficacement
aux e´tats e´lectroniques. Ceci entraˆıne un re´gime de couplage fort entre e´lectrons et
phonons-LO, et l’e´mission de phonons-LO n’est pas possible.
Avant cela, on rappellera d’abord brie`vement le formalisme permettant de trai-
ter l’interaction d’un e´tat discret avec un continuum de largeur finie, ainsi que les
diffe´rents types de re´gimes possibles. On l’appliquera ensuite a` l’e´tude du couplage
e´lectron-phonon-LO dans les boˆıtes.
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2.1.1 Couplage d’un e´tat discret a` un continuum de largeur
finie
On rappelle ici brie`vement comment traiter l’interaction d’un e´tat discret avec un
continuum de largeur finie. On se reportera a` la re´fe´rence [37] pour plus de de´tails.
On conside`re un e´tat discret |d〉 couple´ a` un continuum d’e´tats |ν〉. Les e´nergies
non perturbe´es sont εd et εν . Les couplages entre l’e´tat discret et le continuum
s’e´crivent Vν = 〈d|V |ν〉.
Les solutions, posse´dant une composante non nulle sur l’e´tat discret, ont une
e´nergie complexe z satisfaisant les e´quations auto-consistantes suivantes [37] :
z = E − i
2
Γ(E) (2.1)
La partie re´elle est donne´e par :
E = εd +∆(E), (2.2)
Les fonctions Γ(E) et ∆(E) sont de´finies par :
Γ(E) = 2π
∑
ν
|Vν |2δ(E − εν) (2.3a)
∆(E) =
∑
ν
P |Vν |
2
E − εν =
1
2π
∫ ∞
−∞
dεP Γ(ε)
E − ε, (2.3b)
ou` P est la partie principale.
La partie re´elle de ces solutions peut eˆtre de´termine´e graphiquement par l’in-
tersection de la droite E − εd avec la courbe ∆(E). La partie imaginaire est alors
donne´e par la valeur de la fonction Γ(E) a` l’abscisse E d’intersection. Selon qu’il
existe une ou plusieurs intersections, on distingue deux re´gimes de couplages :
– En re´gime de couplage faible, il y a une seule solution. Si l’e´nergie de celle-ci
se trouve a` l’inte´rieur du continuum, la probabilite´ de retrouver l’e´tat discret
dans son e´tat initial de´croˆıt de manie`re irre´versible. Un cas limite est celui
du couplage a` un continuum plat, entraˆınant une de´croissance exponentielle
de´crite par la re`gle d’or de Fermi.
– En re´gime de couplage fort, on a plusieurs solutions (ge´ne´ralement 3). On
observe ce re´gime lorsque le couplage effectif entre l’e´tat discret et le conti-
nuum est plus grand que la largeur effective du continuum. On observe alors
un anticroisement lorsque l’e´nergie de l’e´tat discret varie autour de celle du
continuum.
En ce qui concerne l’interaction entre les e´tats discrets d’une boˆıte quantique et le
continuum e´troits de phonons-LO, nous allons voir dans la suite que l’on est en pre´-
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sence d’un couplage fort1. Par conse´quent, l’interaction entre e´lectrons et phonons-
LO dans les boˆıtes quantiques ne peut pas eˆtre traite´e de manie`re perturbative. Il
est ne´cessaire d’introduire le concept de polarons.
2.1.2 Couplage fort dans les boˆıtes
On applique ici le formalisme pre´ce´dent a` l’e´tude du couplage entre un e´tat
e´lectronique discret et le continuum forme´ par la re´plique phonon-LO d’un autre
e´tat e´lectronique.
Pour les phonons-LO, on prendra une dispersion isotrope au voisinage du centre
de zone, correspondant au de´veloppement limite´ a` l’ordre 2 en q :
~ωLO(q) = ~ωLO − bq2 (2.4)
avec ~ωLO =36.7 meV et b = 23.7meV.A˚
−2
. Comme on verra plus loin, les phonons
de grand vecteur d’onde e´tant tre`s peu couple´s aux porteurs confine´s, les de´tails de
la dispersion lorsque q est grand sont sans importance.
On e´tudie le cas du couplage entre l’e´tat e´lectronique px a` ze´ro phonon |px,0〉 et
le continuum forme´ par la re´plique de s a` un phonon |s,1q〉. Afin de de´terminer la
force du couplage, on e´value le carre´ des e´le´ments de matrices entre ces niveaux :
|Vsp(q)|2 = |〈px,0|Hf |s,1q〉|2 =
C2f
q2
|〈px|eiq.r|s〉|2
= C2f
L2sp
2
q2x
q2
exp
(
−(q
2
x + q
2
y)β
2
sp
2
− q
2
zσ
2
sp
2
) (2.5)
ou` l’on a de´finit les longueurs suivantes :
β2sp =
(β2s + β
2
p)
2
2β2sβ
2
p
σ2sp =
(σ2s + σ
2
p)
2
2σ2sσ
2
p
(2.6)
Lsp =
β4spσsp
βsβ2p
√
σsσp
exp
(
−(z0s − z0p)
2
2(σ2s + σ
2
p)
)
(2.7)
Afin de calculer la densite´ de couplage pour une e´nergie donne´e, on passe en
coordonne´es sphe´riques (pour la dispersion isotrope utilise´e, l’e´nergie des phonons
optiques ne de´pend que du module de q).
En coordonne´es sphe´riques ou` q = (q,θ,φ), on pose u = cosφ. On alors q2x =
q2(1 − u2) cos2 φ, qy = q2(1 − u2) sin2 φ et qz = q2u2. La densite´ de couplage s’e´crit
en fonction de q :
1Il faut veiller a` distinguer cette terminologie de re´gimes de couplages faibles/forts a` celle portant
sur la valeur de la constante de Fro¨hlich αF , qui donne lieu a` des notions de couplages faibles/forts
selon que αF soit respectivement infe´rieur ou supe´rieur a` 1.
33
Chapitre 2. Polarons e´lectroniques et excitoniques
ρ(q)|Vsp(q)|2 = q
2
(2π)3
∫ 1
−1
du
∫ 2pi
0
dφ|〈px,0|Hf |s,1q〉|2
=
C2fL
2
spq
2
(2π)3
∫ 1
−1
du
∫ 2pi
0
dφ cos2 φ(1− u2) exp
(
−q
2(1− u2)β2sp
2
− q
2u2σ2sp
2
)
=
C2fL
2
sp
8π2(β2sp − σ2sp)
(
D(α)1 + 2α
2
α
− 1
)
exp
(
−q
2σ2sp
2
)
(2.8)
avec
α = q
√
β2sp − σ2sp
2
(2.9)
et D(x) est la fonction de Dawson de´finie par :
D(x) =
∫ x
0
dtet
2−x2 (2.10)
En fonction de l’e´nergie, la densite´ de couplage s’e´crit :
Γ(E)
2π
= ρ(E)|Vsp(E)|2 = ρ(q)|Vsp(q)|2
∣∣∣∣ dqdE
∣∣∣∣
=
ρ(q)|Vsp(q)|2
2
√
b(~ωLO − E)
(2.11)
ou` le vecteur d’onde donne´ par la dispersion utilise´e est q =
√
(~ωLO − E)/b.
La figure 2.1 montre le calcul de cette densite´ de couplage en fonction de l’e´nergie.
On observe un pic de largeur infe´rieure a` 0.1 meV. La de´croissance rapide aux plus
faibles e´nergies est gouverne´e par le facteur gaussien en e−q
2σ2sp/2.
Sur la figure 2.2, on a repre´sente´ ∆(E) ainsi que E − Ep pour deux valeurs
Ep = ELO (re´sonance) et Ep = 45meV. D’apre`s l’e´quation 2.2, les solutions sont de´-
termine´es graphiquement par les abscisses des intersection entre cette droite et ∆(E).
Les parties imaginaires correspondantes sont alors de´termine´es sur la figure 2.2. Le
re´gime de couplage fort est caracte´rise´ par le fait qu’il existe plusieurs (trois) in-
tersections entre les deux courbes. La solution de plus grande e´nergie (repe´re´e par
un cercle pour Ep = 36meV et un carre´ pour Ep = 45meV sur la figure 2.2) a
une partie imaginaire nulle, puisque son e´nergie est supe´rieure a` ELO. Celle de plus
basse e´nergie (repe´re´e par des triangles sur la figure 2.2) a une partie imaginaire
non nulle, que l’on peut e´valuer sur la figure 2.1(b). Pour les e´nergies e´lectroniques
rencontre´es dans la suite, le de´placement ne´gatif est tel que cette partie imaginaire
est tre`s faible. Par exemple, pour un e´tat e´lectronique a` 45 meV, le temps de vie
de l’e´tat polaron de plus basse e´nergie (a` dominante phonon-LO) est supe´rieur a` la
dizaine de nanosecondes (solution repe´re´e par un triangle inverse´). Ce temps est bien
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Fig. 2.1: Densite´ de couplage entre un niveau p et la re´plique phonons-LO du fondamental
(s,1q) de la bande de conduction en fonction de l’e´nergie en e´chelle line´aire (a) et en e´chelle
logarithmique sur une plus grande plage d’e´nergie (b). Les parame`tres des boˆıtes sont
identiques a` ceux du chapitre 1.
plus grand que le temps de vie qui sera calcule´ dans le chapitre 3 ; on pourra donc
ne´gliger cet effet. Ceci signifie que le phe´nome`ne d’e´mission irre´versible de phonons
LO est interdit pour les solutions d’e´nergie supe´rieure a` ~ωLO et ne´gligeable pour
celles d’e´nergie infe´rieure a` ~ωLO.
Un couplage effectif Vsp peut eˆtre de´fini par V
2
sp =
∫ +∞
−∞ dEΓ(E)/2π. Le pic
tre`s e´troit de Γ(E)/2π par rapport au couplage effectif total (Vsp ∼ 4meV) nous
sugge`re que l’on peut ne´gliger la dispersion des phonons dans la suite. Afin de
s’assurer de cette approximation, on a repre´sente´ sur la figure 2.2 la fonction
∆m(E) = V
2
sp/(ELO − E), qui correspondrait a` la fonction ∆(E) si les phonons
e´taient monochromatiques. Le tre`s bon accord entre ces courbes, qui sont quasiment
superpose´es sur la figure 2.2, montre que les phonons monochromatiques constituent
une tre`s bonne approximation.
En re´sume´, seuls les phonons ayant une longueur d’onde voisine ou supe´rieure
aux dimensions caracte´ristiques de la boˆıte peuvent se coupler efficacement aux e´tats
e´lectroniques. Cela est duˆ au facteur en eiqr intervenant dans le couplage de Fro¨hlich.
Cela signifie que seuls les phonons au voisinage du centre de zone vont intervenir.
Or ceux-ci e´tant tre`s peu dispersif, une tre`s bonne approximation consiste a` les
conside´rer comme monochromatiques. Les e´tats polarons re´sultants peuvent eˆtre
conside´re´s comme stationnaires, puisque les corrections imaginaires de leurs e´nergies
sont nulles ou bien comple`tement ne´gligeables. On utilisera ces approximations dans
la suite pour e´tudier diffe´rents aspects des e´tats polarons dans les boˆıtes quantiques,
notamment leurs proprie´te´s optiques.
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Fig. 2.2: Fonction de´placement ∆(E) pour le calcul complet (ligne pleine) et dans l’ap-
proximation des phonons monochromatiques ∆m (ligne pointille´e). Les droites tirete´es ont
pour e´quation y = E− εp avec εp = 36.7 ou 45 meV. Les points d’intersections avec ∆(E)
sont repre´sente´s par des symboles.
2.2 Les e´tats polarons dans le cadre de l’approxi-
mation des phonons monochromatiques
L’approximation de phonons monochromatiques permet de simplifier grandement
les calculs. Nous allons voir d’abord, de manie`re ge´ne´rale, que pour chaque couple
d’e´tats e´lectroniques, le couplage de Fro¨hlich ne fait intervenir qu’un seul mode
discret de phonons-LO. Nous nous inte´resserons ensuite au cas particulier du mode
de phonon couplant les deux e´tats e´lectroniques s et p. On verra ensuite comment
traiter l’interaction avec diffe´rents modes de phonons.
2.2.1 Modes de phonons couple´s
On conside`re deux e´tats e´lectroniques i et j (avec e´ventuellement i = j). On
e´tudie les couplages entre l’e´tat discret |j, 0〉 a` ze´ro phonon et le continuum plat
forme´ la re´plique a` 1 phonon de l’e´tat i, |i, 1q〉. Nous allons montrer que ce proble`me
peut se ramener a` l’e´tude d’un syste`me a` 2 niveaux.
Pour cela, on introduit un nouveau mode de phonon appele´ ij, de´fini par ses
ope´rateurs cre´ation a+ij et annihilation aij :
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a
(+)
ij =
∑
q
〈i,1q|Hf |j,0〉
Vij
a(+)q (2.12)
ou` le couplage effectif Vij s’e´crit :
Vij =
√∑
q
|〈i,1q|Hf |j,0〉|2 (2.13)
On note |nij〉 l’e´tat ou` l’occupation de ce mode de phonon est n (|nij〉 = (a
+
ij)
n
√
n!
|0〉).
On remarque tout d’abord que Vij est bien la force de couplage effective entre
les e´tats |j,0〉 et |i,1ij〉 :
〈i,1ij|Hf |j,0〉 =
∑
q
〈i,1q|Hf |j,0〉∗〈i,1q|Hf |j,0〉
Vij
= Vij (2.14)
De plus, on ve´rifie que le sous-espace orthogonal au mode de phonon ij ne
couplent pas les e´tats e´lectroniques i et j entre eux. En effet, si l’on conside`re un
e´tat de phonon µ avec a+µ =
∑
q αqa
+
q orthogonal au mode de phonon ij, on a :
〈i,1µ|Hf |j,0〉 =
∑
q
α∗q〈i,1q|Hf |j,0〉 = 0 (2.15)
la dernie`re e´galite´ traduisant l’orthogonalite´ des modes µ et ij.
On a donc montre´ que la prise en compte du syste`me a` 2 niveaux (|j,0〉,|i,1ij〉)
suffisait pour rendre compte de l’interaction entre |j,0〉 et le continuum |i, 1q〉.
De manie`re plus ge´ne´rale, on isole ainsi un seul mode de phonon interagissant
pour chaque couple d’e´tats e´lectroniques donne´. Si l’on conside`re p niveaux e´lectro-
niques, p(p + 1)/2 modes de phonons vont intervenir au maximum. Cependant, le
mode couplant les e´tats i et j n’est pas force´ment orthogonal au mode couplant un
autre couple d’e´tats k et l. On introduira donc souvent des bases de phonons qui ne
sont pas orthogonales.
Parmi les couplages de Fro¨hlich faisant intervenir les e´tats lie´s d’une boˆıte quan-
tique, on peut distinguer d’une manie`re tre`s ge´ne´rale deux types d’interaction :
– Les couplages diagonaux, c’est a` dire qui laissent la partie e´lectronique inchan-
ge´e.
– Les couplages non-diagonaux, qui couplent des niveaux e´lectroniques diffe´rents.
Dans un premier temps, nous e´tudierons un couplage hors-diagonal entre un ni-
veau p et la re´plique phonon de s. Les conse´quences de ce couplage sont importantes,
d’autant plus que ces deux e´tats sont souvent proches de la re´sonance pour des pa-
rame`tres de boˆıtes usuels. On verra dans un deuxie`me temps comment prendre en
compte les couplages diagonaux graˆce au formalisme de Huangh-Rhys.
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2.2.2 Couplages de Fro¨hlich non-diagonaux
On e´tudie ici les couplages diagonaux sur l’exemple de l’interaction entre les
e´tats p (on conside`re par exemple px) et la re´plique a` un phonon du niveau s. Nous
verrons notamment dans les chapitres suivants les conse´quences de ce couplage sur
les proprie´te´s de relaxation.
2.2.2.1 Syste`me a` 2 niveaux
Pour les tempe´ratures rencontre´es dans les expe´riences mode´lise´es par la suite
(infe´rieures a` 120K), le facteur de Bose a` l’e´nergie des phonons optiques est ne´-
gligeable. On conside`re alors uniquement les niveaux e´lectroniques a` ze´ro phonons,
ainsi que les niveaux a` 1 phonon-LO auxquels ils sont couple´s.
L’interaction entre les niveaux |p,0〉 et le continuum |s,1q〉 (conside´re´ comme
monochromatique), peut se ramener a` l’interaction entre les deux niveaux discrets
|p,0〉 and |s,1sp〉, ou` le mode de phonon |1sp〉 est de´fini par :
|1sp〉 =
∑
q
〈s,1q|Hf |p,0〉
Vsp
|1q〉 (2.16)
ou` |1q〉 sont les e´tats de phonon massif, et Vsp =
√∑
q |〈s,1q|Hf |p,0〉|2 est la force
de couplage entre |p,0〉 et |s,1sp〉.
L’hamiltonien de ce syste`me a` 2 niveaux s’e´crit :
H =
(
Ep Vsp
Vsp Es + ~ωLO
)
(2.17)
Les deux e´tats polarons correspondants (i=1,2) peuvent s’e´crire :
|ψi〉 = αi|p,0〉+ βi|s,1sp〉 (2.18)
Leurs e´nergies Ei sont solutions de
(Ei − ~ωLO)(Ei − Esp) = V 2sp, (2.19)
ou` Esp est l’e´nergie entre les niveaux purement e´lectroniques |s〉 et |p〉. L’origine
des e´nergies est prise au niveau fondamental non-couple´ |s,0〉. On ne´glige ici la
le´ge`re correction e´nerge´tique de ce niveau, e´tant donne´ qu’il est couple´ a` des niveaux
tre`s e´loigne´s e´nerge´tiquement (d’au moins Esp + ~ωLO). Pour ce choix d’origine des
e´nergies, les e´nergies des polarons Ei correspondent a` celles d’excitations par les
photons de l’infrarouge lointain :
Ei = Es +
Esp + ~ωLO ±
√
(Esp − ~ωLO)2 + 4V 2sp
2
(2.20)
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Fig. 2.3: Energies des deux niveaux polarons en fonction de l’e´nergie de l’e´tat e´lectro-
nique p (lignes pleines). Les lignes tirete´es montrent l’e´nergie des niveaux non-perturbe´s.
Le poids des composantes de chacun des polarons i peut s’exprimer simplement
en fonction de leur e´nergie Ei :
|αi|2 = (Ei − ~ωLO)
2
(Ei − ~ωLO)2 + V 2sp
(2.21a)
|βi|2 =
V 2sp
(Ei − ~ωLO)2 + V 2sp
(2.21b)
2.2.2.2 Polarons de polarisation x et y
En re´alite´, il faut prendre en compte a` la fois les e´tats px et py. Cependant, e´tant
donne´ que les modes de phonons correspondants |1spx〉 et |1spy〉 sont orthogonaux, on
est en pre´sence de deux syste`mes a` 2 niveaux inde´pendants (comme de´crit ci-dessus).
Ces niveaux sont repre´sente´s sur la figure 2.4. On notera |ψi,x〉 et |ψi,y〉 (i = 1,2) les
4 e´tats polarons correspondant :
|ψi,x/y〉 = αi,x/y|px/y,0〉+ βi,x/y|s,1spx/y〉 (2.22)
Dans la suite, on choisira de de´signer par l’indice 1 les polarons a` dominante
e´lectronique (|α1,x/y|2 > 1/2), l’indice 2 de´signant ceux a` dominante phonon-LO
(|β2,x/y|2 > 1/2), comme indique´ sur la figure 2.4.
2.2.2.3 Traitement complet
On e´tudie ici le cas du couplage de Fro¨hlich entre p et s de manie`re plus ge´ne´rale :
on ne se limite plus a` l’occupation 0 ou 1 pour le mode de phonon-LO, et on prend
en compte e´galement les termes anti-re´sonnants. On conside`re l’hamiltonien H =
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Termes re´sonnants Si on garde seulement les termes re´sonnants, les e´tats pola-
rons s’e´crivent pour n > 0 :
|ψi,n〉 = αi,n|p,nsp〉+ βi,n|s,(n+ 1)sp〉 (2.26)
alors que l’e´tat |s,0〉 reste inchange´.
Les e´nergies propres de ces e´tats polarons sont :
Ei,n = Es + nELO +
Esp + ELO ±
√
(Esp − ELO)2 + 4V 2sp(n+ 1)
2
(2.27)
On remarque que l’anticroisement est proportionnel a`
√
nsp + 1.
Leur composantes sont donne´es par :
αi,n =
Ei − [Es + (n+ 1)ELO]√
(Ei − [Es + (n+ 1)ELO])2 + (n+ 1)V 2sp
(2.28)
βi,n =
√
n+ 1Vsp√
(Ei − [Es + (n+ 1)ELO])2 + (n+ 1)V 2sp
(2.29)
A basse tempe´rature (kT ≪ ELO), la boˆıte quantique est initialement dans son
e´tat fondamental |s,0〉. Par conse´quent, on ne peut exciter optiquement que les
polarons de plus basse e´nergie |ψi,0〉. Par contre, a` tempe´rature e´leve´e, il faut prendre
en compte le facteur d’occupation des niveaux |ψi,n〉. On pourra e´ventuellement avoir
des transitions optiques entre |ψi,n〉 et |ψj,n+1〉.
Polaron fondamental Les termes re´sonnants n’affectent pas l’e´tat fondamen-
tal |s,0〉. Par contre, les termes anti-re´sonnants couplent |s,0〉 aux e´tats |p,1spx〉 et
|p,1spy〉. L’e´tat fondamental est alors de la forme :
|ψ0〉 = γ0|s,0〉+ δ0|px,1spx〉+ η0|py,1spy〉 (2.30)
Comme Vsp ≪ (ELO+Espx/y), on peut le traiter en perturbation. On a donc γ0 ≃ 1,
δ0 ≃ −Vspx/(ELO + Espx) et η0 ≃ −Vspy/(ELO + Espy).
2.2.3 Couplages de Fro¨hlich diagonaux
On e´tudie ici le roˆle joue´ par les couplages de Fro¨hlich diagonaux. Pour cela,
on applique le formalisme de Huangh-Rhys pour les phonons optiques. Nous revien-
drons (5.2) de fac¸on de´taille´e sur ce formalisme pour les phonons acoustiques. Le
formalisme de Huangh-Rhys pour un continuum de phonons dispersifs sera traite´e
dans l’annexe A.
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Afin d’interpre´ter physiquement ce formalisme, on repre´sente ge´ne´ralement
l’e´nergie potentielle de vibration associe´e au mode q. On de´finit Rq = (aq + a
+
q )/2,
qui est l’analogue du de´placement. Sur la figure 2.5, on a repre´sente´ sche´matique-
ment l’e´nergie potentielle d’un mode de vibration en fonction de Rq pour les cas sans
interaction et avec interaction. En l’absence d’interaction, l’e´nergie potentielle est
~ωLOR
2
q, alors qu’avec interaction, elle s’e´crit ~ωLO(Rq−Si(q))2−|Vii(q)|2/~ωLO. La
position d’e´quilibre est donc de´place´e de Si(q), avec un minimum d’e´nergie abaisse´
de |Vii(q)|2/~ωLO. Pour les transitions intrabandes, par exemple entre s et p, c’est
la diffe´rence entre les positions d’e´quilibre dans les e´tats s et p qui interviendra.
En re´sume´, on peut employer l’interpre´tation suivante pour ces termes diago-
naux : la pre´sence de l’e´tat e´lectronique i a pour effet de de´placer la position d’e´qui-
libre des atomes (a` l’inte´rieur ou au voisinage de la la boˆıte quantique). Ceci est
tout a` fait analogue a` un oscillateur harmonique charge´ auquel on ajoute un champ
e´lectrique constant.
2.3 Les polarons excitoniques
Les transitions optiques interbandes (entre bandes de valence et de conduction)
font intervenir des pairs e´lectrons-trous qui sont e´lectriquement neutres. Comme
le couplage de Fro¨hlich est d’origine e´lectrostatique, on pourrait s’attendre a` des
couplages plus faibles entre phonons-LO et excitons. Cependant, comme cela a e´te´
pre´dit par Verzelen et al. [39], les excitons et phonons-LO sont e´galement en re´gime
de couplage fort. Ceci a e´te´ mis en e´vidence expe´rimentalement au LPA par V.
Presiler (dans le groupe infrarouge lointain) par l’observation d’un anticroisement
dans le spectre des niveaux excitoniques lorsqu’un champ magne´tique est applique´ le
long de l’axe de croissance. La prise en compte des interactions entre paires e´lectrons-
trous et les phonons-LO nous a permis de mode´liser ces expe´riences. Apre`s avoir
pre´sente´ les re´sultats expe´rimentaux, on prendra mode´lisera cette expe´rience, en
prenant en compte le couplage fort entre exciton et phonon-LO. On calculera le
spectre des polarons excitoniques sous champ magne´tique, que l’on comparera aux
donne´es expe´rimentales.
2.3.1 Expe´riences de photo-luminescence d’excitation
(PLE)
Durant son travail de the`se [16], Vanessa Preisler a effectue´ des expe´riences de
photo-luminescence d’excitation (PLE) en champ magne´tique. Le principe de la
PLE est le suivant : on fixe une e´nergie de de´tection Edet a` l’inte´rieur de la raie
large (quelques dizaines de meV) de photo-luminescence (PL) d’un e´chantillon de
boˆıtes quantiques. Un laser d’e´nergie accordable Eexc supe´rieure a` Edet est utilise´
en excitation. Pour une valeur de Edet fixe´e, on obtient un spectre de l’intensite´
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Fig. 2.6: (a) Photoluminescence d’excitation (PLE) a` 4K pour diffe´rentes e´nergies d’ex-
citation a` 4K. (b) Spectres de Magneto-PLE de B=0 a` B=28 T tous les 4 Tesla pour une
e´nergie de de´tection Edect=1215 meV. (c) Zoom sur la partie basse e´nergie.
du signal de´tecte´, qui peut eˆtre trace´ en fonction de la diffe´rence d’e´nergie ∆E =
Eexc−Edet. Ce spectre donne des informations sur l’absorption des niveaux excite´s en
fonction de leur diffe´rence d’e´nergie avec le fondamental. Afin de pouvoir identifier
les diffe´rentes raies observe´es, un champ magne´tique vertical est applique´. L’effet
Zeeman orbital, conjointement avec les re`gles de se´lection enveloppe re´gissant les
transitions interbandes, permettent de discriminer les diffe´rentes orbitales selon leur
projection du moment cine´tique lz. Ceci est l’analogue excitonique des expe´riences
intrabandes de magne´to-absorption sur des e´lectrons [13, 27] ou sur sur des trous
[36]. Pour plus de de´tails expe´rimentaux, on pourra se re´fe´rer a` la the`se de Vanessa
Preisler [16].
Les spectres de PLE sont pre´sente´s sur la figure 2.6, pour un e´chantillon pre´sen-
tant un dopage de type n. Des re´sultats similaires sont obtenues sur des e´chantillons
non-dope´s ou dope´s p [40]. Par conse´quent, on conside´rera dans la partie the´orique
que les boˆıtes ne sont pas dope´es, e´tant donne´ que la re´solution ne semble pas suffi-
sante pour avoir acce`s a` des effets de´pendants du dopage.
Le pic de PL a` 4 K e´tant centre´ a` environ 1200 meV, les e´nergies de de´tection
sont prises dans l’intervalle 1190-1217 meV. La figure 2.6(a) montre les spectres de
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PLE pour des e´nergies de de´tection Edet=1194, 1206 et 1215 meV. Les meˆmes pics
sont observe´s inde´pendamment de l’e´nergie de de´tection, indique´s par des fle`ches
sur cette figure, a` 50 meV, 75 meV, et 110 meV. Un pic beaucoup plus important
est observe´ vers 220 meV. Ce dernier pic provient de l’excitation de la couche de
mouillage. Ceci est confirme´ par le fait que son e´nergie absolue est inde´pendante de
l’e´nergie de de´tection, a` environ Eexc = 1420 meV. Cette e´nergie correspond a` une
couche de mouillage d’une dizaine d’angstro¨ms, soit quelques couches atomiques.
Les trois autres pics sont associe´s a` l’absorption par des e´tats confine´s dans la
boˆıte. Un champ magne´tique est applique´ selon l’axe z afin d’e´tudier ces e´tats lie´s.
Les spectres de PLE pour des champs magne´tiques ente 0 et 28T sont montre´s sur
les figures 2.6(b) et2.6(c). Le pic initialement a` 75 meV se se´pare en deux, ce qui est
caracte´ristique des e´tats p. Au contraire, l’e´nergie des pics a` 50 et 110 meV varient
tre`s peu en champ magne´tique ; ils font donc intervenir des e´tats s ou ph, les trous
e´tant beaucoup moins sensibles au champ magne´tique du fait de leur masse effective
plus e´leve´e.
La branche descendante du pic a` 75 meV vient anticroiser le pic a` 50 meV vers
20T. De plus, on observe un e´change de force d’oscillateur : celle du pic initialement
a` 75meV diminue au profit du pic de plus basse e´nergie. Ce phe´nome`ne d’anticroi-
sement accompagne´ d’e´change de forces d’oscillateur ne peut pas s’expliquer de ma-
nie`re purement e´lectronique (interaction coulombienne par exemple). Dans la suite
nous associons ce phe´nome`ne a` une signature du couplage fort exciton-phonon-LO.
L’e´nergie du pic a` 220 meV augmente avec le champ magne´tique. C’est bien le
comportement attendu pour une transition dans un puits quantique. En utilisant des
masses effectives de me =0.07mo pour les e´lectrons et mh =0.22mo pour les trous
lourds (valeurs utilise´s pour les boˆıtes), on s’attend a` une pente de :
1
2
~e(m−1e +m
−1
h ) = 1.1 meV T
−1 (2.35)
Sur le spectre, on mesure une pente d’environ 0.8 meV T−1. Cette diffe´rence peut
provenir d’une variation des masses effectives entre la couche de mouillage et les
boˆıtes quantiques.
2.3.2 Mode´lisation
On souhaite mode´liser ce syste`me ou` un exciton est confine´ dans une boˆıte et
soumis a` un champ magne´tique. L’exciton est compose´ d’une paire e´lectron-trou,
qui interagissent via le couplage coulombien. De plus, on va conside´rer l’interaction
avec les phonons-LO. On utilise donc l’hamiltonien suivant :
H = He(B) +Hh(B) + Ve−h +Hph +HF , (2.36)
avec He et Hh les hamiltoniens des e´lectrons et trous lorsqu’un champ magne´tique B
est applique´, Ve−h est l’interaction coulombienne e´lectron-trou, Hph est l’hamiltonien
des phonons-LO libres, et VF est l’hamiltonien de Fro¨hlich.
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Afin de pouvoir traiter ce proble`me, on souhaite de´composer cet hamiltonien
en deux parties : la premie`re pouvant eˆtre traite´e exactement, la deuxie`me e´tant
traite´e en perturbation. La partie non-perturbe´e sera prise telle que e´lectrons, trous,
et phonons-LO soient de´couple´s. De plus, afin de traiter aise´ment l’interaction avec
le champ magne´tique applique´ selon z, on choisira une base d’e´tats e´lectroniques a`
syme´trie cylindrique. La le´ge`re anisotropie dans le plan des boˆıtes sera prise comme
une perturbation. On utilise donc la de´composition suivante :
H = H0(B) + V (2.37)
Le premier terme corresponds a` l’hamiltonien non-perturbe´ et s’e´crit :
H0(B) = H
cyl
e (B) +H
cyl
h (B) + V
diag
e−h +Hph, (2.38)
Hcyle et H
cyl
h (B) e´tant les hamiltoniens des e´lectrons et trous pour une boˆıte a` syme´-
trie cylindrique en pre´sence du champ magne´tique. V diage−h est la partie diagonale de
l’interaction coulombienne. Pour cet hamiltonien, e´lectrons, trous et phonons sont
de´couple´s. De plus, cet hamiltonien posse`de une syme´trie cylindrique d’axe z. On
utilise donc la base des e´tats de´finis par leur projection du moment angulaire : les
e´tats s (lz = 0) et p
± (lz = ±1). Le champ magne´tique introduit un effet Zeeman
proportionnel a` lz plus un terme quadratique. On pourra donc utiliser une base de la
forme |ne,nh,N〉, ou` ne et nh repe`rent les diffe´rents niveaux d’e´lectrons et de trous,
et N l’e´tat de phonon-LO.
La partie de l’hamiltonien qui sera prise en perturbation est :
V = V ea + V
h
a + V
h-d
e−h +HF (2.39)
ou` les deux premiers termes sont ceux d’anisotropie de l’e´lectron et du trou. V h-de−h est
la partie hors-diagonale de l’interaction coulombienne (entre paires e´lectrons-trous
diffe´rentes).
Couplage avec le champ magne´tique vertical Le champ magne´tique est ap-
plique´ selon l’axe z (B = Buz). Dans la jauge de Coulomb, le potentiel vecteur peut
s’e´crire :
A =
1
2
B × r (2.40)
L’hamiltonien d’un e´lectron s’e´crit alors :
H =
(p− eA(r))2
2m∗
+ V (r) =
p2
2m∗
+ V (r)− eB.(r × p)
2m∗
+
e2(B × r)2
8m∗
= H0 − eBLz
2m∗
+
e2ρ2
8m∗
(2.41)
On retrouve l’hamiltonien sans champ magne´tique H0, auquel s’ajoute une premie`re
correction correspondant a` l’effet Zeeman orbital, puis le terme diamagne´tique a`
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l’ordre 2 en B. Le terme Zeeman orbital est proportionnel a` Lz, la projection du
moment cine´tique selon z. Les e´tats s, p− et p+ sont e´tats propres de Lz avec les
valeurs lz = 0, lz = −1 et lz = 1 respectivement. Pour les trous, il faut changer le
signe devant e, ce qui donne un signe oppose´ pour l’effet Zeeman orbital. En fonction
des parame`tres variationnels, les effets Zeeman et diamagne´tique sont les suivants
pour les e´tats s et p :
Ese/h(B) = Ese/h(0) +
e2β2sB
2
8m∗e/h
(2.42a)
Ep±e (B) = Es(0)±
~eB
2me∗ +
e2β2peB
2
4m∗e
(2.42b)
Ep±h
(B) = Es(0)∓ ~eB
2mh∗ +
e2β2phB
2
4m∗h
(2.42c)
Le signe de l’effet Zeeman est oppose´ pour les e´lectrons et trous qui ont meˆme mo-
ment cine´tique. Pour les niveaux optiquement actifs (|p−e p+h 〉 et |p+e p−h 〉), les moments
cine´tiques des e´lectrons et des trous sont oppose´s, les effets Zeeman s’additionnent
en valeurs absolues.
Anisotropie L’anisotropie, traite´e comme une perturbation (inde´pendamment de
son origine physique discute´e dans le chapitre 1), introduit un couplage entre p+
and p− e´gale a` la moitie´ du splitting observe´ en spectroscopie intrabande : ∼ 5
meV pour les e´lectrons et ∼ 2 meV pour les trous. On prendra donc des couplages
correspondants V ea = 〈p−e |Va|p+e 〉 = 2.5meV et V ha = 〈p−h |Va|p+h 〉 = 1meV.
2.3.3 Couplage exciton-phonon-LO
En revenant a` l’origine du couplage de Fro¨hlich (1.5.2), cet effet e´lectrique se
ge´ne´ralise a` une paire e´lectron-trou, qui posse`dent respectivement des charges −e et
+e :
VF =
∑
re,rh
∑
q
iCF
q
(eiq.re − eiq.rh)(aq − a+−q), (2.43)
ou` re et rh sont les ope´rateurs positions de l’e´lectron et du trou.
Les e´tats propres du syste`me non-perturbe´ (sans interaction coulombienne, sans
couplage e´lectron-phonon et sans anisotropie) sont de la forme |ne,nh,Nq〉, avec
|n〉 = |s〉,|p±〉 des e´tats purement e´lectroniques. |Nq〉 re´fe`re a` l’occupation des e´tats
de phonons-LO dans le mode de vecteur d’onde {q}. L’hamiltonien de Fro¨hlich
couples les e´tats qui diffe`rent par un phonon :
〈ne,nh,0|VF |n′e,n′h,1q〉 =
iCF
q
[
δnhn′hvnen′e(q)− δnen′evnhn′h(q)
]
(2.44)
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avec vnn′(q) = 〈n|eiq.r|n′〉. Pour que le couplage soit non-nul il faut que les paires
e´lectron-trou en jeu aient au moins une partie (e´lectron ou trou) identiques. On peut
distinguer deux types de couplages :
– Les couplages diagonaux, c’est-a`-dire entre meˆme paire e´lectron-trou. Ceux-ci
sont de la forme :
〈ne,nh,0|VF |ne,nh,1q〉 = Vnene(q)− Vnhnh(q) (2.45)
ou` Vnene et Vnhnh sont les couplages effectifs a` une particule (e´lectron ou trou)
de´finis dans l’e´quation 2.13. Ces deux termes ayant des signes oppose´s dans
2.45, ces couplages excitoniques sont moins forts que pour une charge seule
(e´lectron ou trou). Ce couplage s’annule dans la limite ou` les fonctions d’ondes
de l’e´lectron et du trou sont identiques. Ceci est en accord avec le re´sultat in-
tuitif d’un couplage de Fro¨hlich affaibli pour une particule globalement neutre.
Ce couplage est traite´ via le formalisme non-perturbatif de Huangh-Rhys, que
nous avons de´crit plus haut. Ce traitement est indispensable pour la descrip-
tion du polaron fondamental. Par exemple, dans la re´fe´rence [41], la lumines-
cence de l’exciton fondamental montre de faibles re´pliques phonons espace´s
d’environ 36meV. A partir de ces mesures, les auteurs en de´duisent un facteur
Huangh-Rhys entre 0.012 et 0.020 pour l’exciton fondamental de leurs boˆıtes.
– Les couplages non-diagonaux entre excitons ayant seulement une partie com-
mune (e´lectron ou trou), l’autre e´tant diffe´rente. Par exemple, si la fonction
d’onde de trou est la meˆme, on a :
〈n′e,nh,0|VF |ne,nh,1q〉 = Vn′ene(q) (2.46)
Ces termes sont identiques a` ceux en jeu pour un e´lectron ou un trou seuls.
Nous allons voir que ce type de couplage peut donner des effets tre`s marque´s
dans le spectre des e´tats excitoniques excite´s, surtout si les e´tats en question
sont proches de la re´sonance.
Base d’e´tats utilise´e Comme on s’inte´resse aux e´tats excitoniques de basse e´ner-
gie, on introduit une base d’e´tats e´lectrons-trous-phonons-LO ou` e´lectrons et trous
sont dans les e´tats s, p− ou p+, et l’occupation des phonons LO vaut 0, 1 ou 2.
Parmi ces e´tats possibles, on ne retient que ceux qui vont eˆtre couple´s directement
ou indirectement aux e´tats optiquement actifs |p−e , p+h ,0〉 et |p+e , p−h ,0〉. Comme pour
les e´lectrons, on introduit des modes de phonons particuliers correspondant a` chaque
paire d’e´tats en jeu. Les 6 modes de phonons diffe´rents introduits ici sont de´signe´s
par αi (i = 1,...,6). Ces modes sont reporte´s dans le tableau 2.7. Au final, on obtient
une base de 21 e´tats discrets : 4 e´tats purement excitoniques |p±e ,p±h ,0〉, 16 e´tats
excitoniques a` 1 phonon (|se,p±h ,1αi=1,2〉,|p±e ,sh,1αi=3,4〉 et |p±e ,p±h ,1αi=5,6〉) et un e´tat
d’exciton fondamental a` 2 phonons |se,sh,2α1,α3〉. Ces e´tats sont reporte´s dans le
tableau 2.8. L’e´nergie de ces e´tats de´couple´s en fonction du champ magne´tique est
montre´e sur la figure 2.9.
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Indice Mode de phonon
α1 sep
−
e
α2 sep
+
e
α3 shp
+
h
α4 shp
−
h
α5 p
−
e p
+
e
α6 p
−
h p
+
h
Fig. 2.7: Modes de phonons
Electron Trou Phonon-LO ltotz
1 p−e p
+
h 0 0
2 p+e p
−
h 0 0
3 p−e p
−
h 0 -2
4 p+e p
+
h 0 +2
5 se p
−
h 1α1 -2
6 se p
+
h 1α1 0
7 se p
−
h 1α2 0
8 se p
+
h 1α2 +2
9 p−e sh 1α3 0
10 p+e sh 1α3 +2
11 p−e sh 1α4 -2
12 p+e sh 1α4 0
13 p−e p
−
h 1α5 0
14 p−e p
+
h 1α5 +2
15 p+e p
−
h 1α5 +2
16 p+e p
+
h 1α5 +4
17 p−e p
−
h 1α6 -4
18 p−e p
+
h 1α6 -2
19 p+e p
−
h 1α6 -2
20 p+e p
+
h 1α6 0
21 se sh 1α11α3 0
Fig. 2.8: Base d’e´tats de´couple´s e´lectron-trou-phonon. Leur moment cine´tique total Lz est
indique´ dans la dernie`re colonne.
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Fig. 2.9: Diagramme d’e´nergie des e´tats de´couple´s.
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Fig. 2.10: Energies des niveaux de polarons excitoniques en fonction du champ magne´tique.
Les aires des disques sont proportionnels aux forces d’oscillateur.
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Comme l’a montre´ O. Verzelen dans sa the`se [15], on peut de´finir un moment
cine´tique pour les modes de phonons-LO qui couplent des e´tats e´lectroniques a`
moment cine´tique de´fini. La valeur propre de ce moment cine´tique est e´gale a` la
diffe´rence de moments cine´tiques des e´tats couple´s. Ainsi le moment cine´tique total
(e´lectron,trou,phonons-LO) est conserve´ par le couplage de Fro¨hlich. L’interaction
coulombienne et le couplage de Fro¨hlich conservent le moment cine´tique total ltotz (la
somme des moments cine´tiques selon z de l’e´lectron, du trou et de l’e´tat de phonon-
LO) ltotz = l
e
z + l
h
z + l
ph
z . La valeur de l
tot
z est indique´e dans la dernie`re colonne du
tableau 2.8. Cette e´tude sur le moment cine´tique permet de repe´rer rapidement les
couplages de Fro¨hlich et coulombiens qui vont eˆtre nuls. Seuls les couplages d’aniso-
tropie ont lieu entre des e´tats a` valeurs propres de moments cine´tiques diffe´rents.
Afin d’illustrer le calcul re´alise´ dans la base des 21 e´tats, on exprime ci-dessous la
restriction de l’hamiltonien H dans la base constitue´e par les 8 premiers e´tats de´finis
dans le tableau 2.8. Ces e´tats sont ceux de type |pe,ph,0〉 (e´tats 1 a` 4) et |pe,sh,1〉
(e´tats 5 a` 8). Cela correspond aux e´tats de plus basses e´nergies. La restriction de H
a` ce sous-espace s’e´crit :

Ep−e p+h ,0
Vc V
h
a V
e
a 0 V
f
1 0 0
Vc Ep−e p+h ,0
V ea V
h
a 0 0 V
f
1 0
V ha V
e
a Ep−e p+h ,0
0 V f1 0 0 0
V ea V
h
a 0 Ep−e p+h ,0
0 0 0 V f1
0 0 V f1 0 Ep−e p+h ,1
V ha 0 0
V f1 0 0 0 V
h
a Ep−e p+h ,1
0 0
0 V f1 0 0 0 0 Ep−e p+h ,1
V ha
0 0 0 V f1 0 0 V
h
a Ep−e p+h ,1

(2.47)
ou` les termes diagonaux s’expriment comme la somme des e´nergies d’e´lectron, de
trou, et de phonon-LO Eij,n = Ei(B)+Ej(B)+〈i,j|Ve−h|i,j〉+n~ωLO. Vc = 〈1|Ve−h|2〉
repre´sente ici le couplage coulombien entre les deux niveaux optiquement actifs 1 et
2 (de moments cine´tiques nuls). V f1 = V
f
sep
−
e
est l’interaction de Fro¨hlich entre les
e´tats e´lectrons × phonons |p−e ,1α1〉 et |se,1α1〉. Le traitement de l’interaction dans
cette base permet de de´crire l’anticroisement observe´ expe´rimentalement qui a lieu
entre les niveaux 1 = |p−e ,p+h ,0〉 et 6 = |se,p+h ,1α1〉. Cependant, les autres niveaux
jouent un roˆle non-ne´gligeable, notamment a` faible champ magne´tique.
La matrice 21×21 obtenue est diagonalise´e nume´riquement. Le calcul du spectre
des polarons est pre´sente´ sur la figure 2.10.
Parame`tres utilise´s Les parame`tres des boˆıtes sont choisis afin d’obtenir a` la
fois les e´nergies de transitions intrabandes et interbandes mesure´es : l’e´nergie de
transition s-p est de 47 meV pour les e´lectrons et de 22 meV pour les trous. L’e´nergie
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de de´tection est fixe´e a` 1215 meV dans l’expe´rience de PLE. Les parame`tres issus
de cet ajustement sont les suivants : coˆne tronque´ de rayon R = 115A˚, hauteur
h = 28A˚, avec un angle a` la base α = 30◦ et des de´calages de bandes de 290 meV
(bande de conduction) et 212meV (bande de valence). La constante de Fro¨hlich est
prise a` αF = 0.11
2
2.3.4 Force d’oscillateur
La force d’oscillateur de la transition interbande de l’e´tat vide |∅〉 vers l’e´tat de
polaron excitonique |ψ〉 est donne´e par :
OS|ψ〉 =
2
m0~ω
|〈∅|ε.p|ψ〉|2 (2.48)
L’e´tat de polaron excitonique peut se de´composer sur la base de´couple´e utilise´e
ici :
|ψ〉 =
∑
i
αi|ϕi〉 (2.49)
avec |ϕi〉 = |cmej ,ϕei 〉⊗|vmhj ,ϕhi 〉⊗|Ni〉, ou` cmej et vmhj sont les parties atomiques des
fonctions d’ondes correspondants aux spinm
e/h
j . Les niveaux de spin (e´lectrons, trous
lourds) optiquement actifs sont (mej = +1/2,m
h
j = −3/2) et (mej = −1/2,mhj =
+3/2), chacun correspondant a` des polarisations circulaires σ− et σ+.
〈∅|ε.p|ψ〉 =
∑
i
αi〈ϕei |ϕhi 〉〈c|ε.p|v〉δ0,Ni (2.50)
Seuls les niveaux a` 0 phonons-LO seront optiquement actifs. En coordonne´es
cylindriques, les fonctions des e´tats p conside´re´es sont de la forme p±e (ρ,z,θ) =
pe/h(ρ,z)e
±iθ et p±h (ρ,z,θ) = pe/h(ρ,z)e
∓iθ. On a donc :
〈p+e |p−h 〉 = 〈p−e |p+h 〉 = 2π
∫
dρ
∫
dzpe(ρ,z)ph(ρ,z) (2.51)
alors que 〈p+e |p+h 〉 et 〈p−e |p−h 〉 sont nuls. Ainsi, dans la gamme d’e´nergie e´tudie´e, les
seuls niveaux optiquement actifs sont |p−e , p+h ,0〉 et |p+e , p−h ,0〉.
OS|ψ〉 =
2|〈c|ε.p|v〉|2
m0~ω
|α1 + α2|2|〈p+e |p−h 〉|2 (2.52)
Comme on s’inte´resse aux variations relatives de forces d’oscillateur, on calcule |α1+
α2|2 (la variation relative de l’e´nergie du photon interbande ~ω est ne´gligeable).
OS|ψ〉 ∝
∣∣〈p−e , p+h ,0|ψ〉+ 〈p+e , p−h ,0|ψ〉∣∣2 (2.53)
2Cette valeur peut paraˆıtre anormalement e´leve´e compare´e a` celle de GaAs (0.06), mais il faut
garder a` l’esprit que c’est la racine de αF qui intervient dans Cf (voir e´quations 1.20 et 1.21).
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2.3.5 Comparaison the´orie-expe´rience
En utilisant l’e´quation 2.53, on a calcule´ les absorptions interbandes. Les spectres
d’absorption calcule´s sont pre´sente´s sur la figure 2.11(a) pour diffe´rents champs ma-
gne´tiques. Dans le calcul, chaque niveau discret est remplace´ par une gaussienne de
largeur totale a` mi-hauteur 12 meV dans le but de prendre en compte l’e´largisse-
ment inhomoge`ne, c’est a` dire les fluctuations des parame`tres de boˆıte a` l’inte´rieur
du sous-ensemble de´fini par l’e´nergie de de´tection.
Remarquons tout d’abord qu’un spectre de PLE n’est pas force´ment e´quivalent
a` un spectre d’absorption. Cependant, comme nous le verrons dans le chapitre 3,
les temps de relaxation intrabandes sont ge´ne´ralement bien infe´rieurs aux temps de
recombinaison radiatifs, de l’ordre de la nanoseconde. Dans cette hypothe`se, tout
absorption d’un photon par un e´tat excite´ est suivi d’une relaxation vers le niveau
fondamental. Le signal de PLE est alors proportionnel a` l’absorption.
Les calculs de l’absorption sont compare´s aux spectres expe´rimentaux de PLE
sur la figure 2.11(b). L’e´volution des forces d’oscillateur est assez bien de´crite par
notre mode`le. En particulier on observe un e´change de forces d’oscillateur entre les
deux pics de basse e´nergie. Ces deux pics proviennent essentiellement des e´tats |1〉
et |6〉 de la base de´couple´e (voir tableau 2.8 et figure 2.9) : l’e´tat |1〉 = |p−e , p+h ,0〉,
optiquement actif, vient anticroiser l’e´tat |6〉 = |se, p+h ,1α1〉, dont l’effet Zeeman
orbital est beaucoup plus faible.
Les positions des maxima, compare´s sur la figure 2.11(b), sont en bon accord
pour les trois pics de basse e´nergie. A plus haute e´nergie, le pic a` 110meV n’est pas
de´crit par notre mode`le. Il n’est pas assez e´nerge´tique pour provenir de la transition
2se2sh (calcule´ aux alentours de 160 meV). Il pourrait s’agir de l’e´tat fondamental
de trou le´ger, qui n’est pas pris en compte dans le calcul. En effet, une se´paration
en e´nergie du meˆme ordre de grandeur (100 meV) est pre´vue par G. Narvaez et
A. Zunger dans la re´fe´rence [42] entre l’e´tat fondamental et un e´tat excitonique,
e´galement de syme´trie s, mais faisant intervenir un trou le´ger.
Conclusion
En re´sume´, nous avons mode´lise´ des expe´riences de PLE sous champ magne´-
tique. Les diffe´rentes paires e´lectron-trous ont des e´volutions en champ magne´tique
caracte´ristique de leur moment cine´tique totale. L’interaction de Fro¨hlich, qui couple
des paires e´lectrons-trous a` nombre de phonons-LO diffe´rent, s’ave`re ne´cessaire pour
rendre compte des spectres expe´rimentaux. En particulier, on observe un anticroi-
sement en champ magne´tique que l’on associe au couplage fort entre excitons et
phonons-LO. Nous avons donc mis en e´vidence l’existence de polarons excitoniques
dans les boˆıtes quantiques. Ceci aura certainement des conse´quences sur le temps
de vie et le temps de cohe´rence de ces e´tats.
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Fig. 2.11: Comparaison the´orie expe´rience. (a) Spectres expe´rimentaux (symboles) et cal-
cule´s (lignes pleines) pour diffe´rents champs magne´tiques. (b) Position des maxima pour
le spectre de PLE (symboles) et pour le calcul de l’absorption (lignes pleines).
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Chapitre 3
Relaxation des polarons
Dans ce chapitre, on s’inte´resse aux temps de relaxation entre les niveaux e´lec-
troniques discrets, qui, d’apre`s le chapitre pre´ce´dent, doivent eˆtre traite´s en tant
que polarons. Connaˆıtre ce temps de relaxation est primordial en vue des diffe´rentes
applications potentielles de ces objets comme sources ou de´tecteurs dans l’infrarouge
lointain.
E´tant donne´ que l’e´nergie de se´paration entre le niveau fondamental et les pre-
miers e´tats excite´s est de l’ordre de quelques dizaines de meV, les premie`res e´tudes
the´oriques [43, 44, 35] ont pre´dit que la relaxation d’e´nergie e´tait affecte´e par le
phe´nome`ne de (( phonon bottleneck )) : les processus d’e´mission de phonons acous-
tiques sont fortement inhibe´s, voire interdits, du fait des fortes e´nergies en jeu. De
plus, toujours d’apre`s ces premie`res e´tudes, la relaxation par e´mission de phonons
optiques longitudinaux (LO) ne peut avoir lieu a` moins que l’e´cart en e´nergie entre
deux niveaux e´lectroniques discrets soit e´gal a` l’e´nergie des phonons optiques.
Les e´tudes subse´quentes (the´oriques et expe´rimentales) de´montrant l’existence
d’un couplage fort entre e´lectrons confine´s et phonons-LO n’ont pas modifie´ ce
sche´ma. En effet, a` cause du re´gime de couplage fort, l’e´mission de phonons-LO
est toujours impossible, et ce meˆme si l’e´nergie e´lectronique est re´sonnante avec
l’e´nergie des phonons LO (cf chapitre 2) : les e´tats mixtes issus de ce couplage fort
(les polarons) sont des e´tats stationnaires de la boˆıte quantique.
Cependant, un temps fini de relaxation est mesure´ [11, 12] par des expe´riences
pompe-sonde. La nature de cette relaxation a e´te´ explique´e en premier lieu par Li
et al [14] en prenant en compte l’instabilite´ intrinse`que des phonons LO. D’autres
mode`les [45, 46] ont e´te´ propose´s par la suite, mais n’autorisent la relaxation des
polarons que dans une feneˆtre d’e´nergie e´troite autour de celle des phonons LO.
Dans ce chapitre, nous reviendrons d’abord sur les mode`les de relaxation des
polarons existants (3.1). En particulier, nous verrons (3.2) les limites du mode`le
semi-classique de Li et al. [14], qui semble pouvoir de´crire de manie`re acceptable
les re´sultats expe´rimentaux dans les re´fe´rences [11] et [12]. Puis nous e´tudierons de
manie`re ge´ne´rale le proble`me des e´tats polarons couple´s a` un re´servoir multi-phonon
par l’anharmonicite´ du cristal (3.3). Nous montrerons alors que le taux de relaxation
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du polaron est e´gal au produit du poids de sa composante phonon-LO par le taux
de relaxation d’un phonon-LO qui aurait l’e´nergie du polaron. Puis, a` l’aide d’un
mode`le re´aliste de couplage anharmonique entre phonons, on calculera l’efficacite´
des diffe´rents processus anharmoniques, et on de´duira le temps de vie des polarons
en fonction de leur e´nergie (3.4), sans se limiter aux seuls processus implique´s dans
la de´sinte´gration des phonons LO dans le massif. Nous comparerons nos calculs aux
re´sultats expe´rimentaux, notamment dans la gamme d’e´nergie te´rahertz (3.5). Enfin
(3.6), nous mode´liserons les expe´riences pompe-sonde.
3.1 Les mode`les ante´rieurs et leurs limites
Jusque la`, deux mode`les e´taient disponibles dans la litte´rature pour de´crire la
relaxation des polarons :
– Li et al [14] furent les premiers a` conside´rer la relaxation des porteurs in-
duite par l’instabilite´ des phonons-LO. Dans leur mode`le, un taux d’amortis-
sement des phonons e´tait incorpore´ de manie`re phe´nome´nologique a` l’e´quation
de Schro¨dinger de´pendante du temps pour le syste`me e´lectron-phonon-LO. De
la`, ils de´rive`rent une formule pour le temps de vie des polarons, de´pendante de
deux parame`tres : la force du couplage e´lectron-phonon-LO et le taux d’amor-
tissement. Par la suite, ce mode`le a e´te´ utilise´ [11, 12] en prenant ces para-
me`tres comme ajustables pour rendre compte des mesures de l’augmentation
du temps de vie τpol des polarons avec leur e´nergie Epol dans la gamme de 40
a` 52 meV. Cependant, ce mode`le n’explique pas la de´croissance de τpol pour
les polarons plus e´nerge´tiques [12].
– Verzelen et al [45] puis Jacak et al [46] ont applique´ la re`gle d’or de Fermi aux
e´tats polarons, en supposant que le me´canisme anharmonique mis en e´vidence
par Valle´e et Bogani pour les phonons-LO massifs (LO→ LO + TA) [47] e´tait
le seul possible. Cette hypothe`se me`ne a` l’existence d’une feneˆtre e´nerge´tique
e´troite de relaxation : seuls les polarons dont l’e´nergie Epol est comprise entre
environ 35 et 44 meV peuvent se de´sinte´grer. Ce mode`le ne permettait donc
pas d’interpre´ter les expe´riences ou` une gamme d’e´nergie bien plus large a pu
eˆtre sonde´e.
Dans la section suivante, nous revenons sur le premier mode`le (semi-classique).
Nous verrons que le re´sultat de la re´fe´rence [14] est errone´, et que son expression
corrige´e ne peut rendre compte des re´sultats expe´rimentaux avec des parame`tres
acceptables.
3.2 Le mode`le semi-classique
On s’inte´resse ici a` la relaxation des e´tats e´lectroniques p vers l’e´tat fondamental
s. Comme nous l’avons vu dans la chapitre 2, il faut conside´rer les deux e´tats polarons
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correspondants (i=1,2) :
|ψi〉 = αi|p,0〉+ βi|s,1sp〉 (3.1)
ou` p re´fe`re aux e´tats px ou py. L’origine des e´nergies est prise au niveau de |s,0〉, et
on ne´glige l’effet des couplages de Fro¨hlich anti-re´sonnants sur ce niveau.
Le principe du mode`le semi-classique est d’introduire un amortissement pour les
phonons-LO qui correspond a` celui du massif. On introduit une partie imaginaire
dans les e´quations couple´es d’e´volution ou bien dans l’hamiltonien du syste`me a`
deux niveaux (|s,1sp〉,|p,0〉) :
H(ε) =
(
ELO − iΓLO/2 Vsp
Vsp Esp
)
(3.2)
Comme nous le montrerons en 3.3.2, le taux1 de relaxation des e´tats polarons
est alors donne´ par :
Γi(Ei) = |βi|2 ΓLO =
V 2sp
(Ei − ELO)2 + V 2sp
ΓLO (3.3)
ou` ΓLO = ~/τLO est le taux de relaxation des phonons LO dans le massif. Cette
formule correspond a` l’ide´e intuitive que le taux de relaxation du polaron est donne´
par le produit du poids de sa composante phonon-LO par le taux de relaxation des
phonons-LO dans le massif. On remarque que cette formule est de´finie pour toute
e´nergie, et ne de´pend pas de l’indice i : ceci vient du fait qu’a` toute e´nergie E donne´e
correspond un e´tat polaron d’e´nergie Ei = E. Cet e´tat polaron est a` dominante
e´lectronique (i = 1) si E < ELO − Vsp ou E > ELO + Vsp, ou a` dominante phonon-
LO (i = 2) si ELO − Vsp < E < ELO + Vsp. A la re´sonance phonon Esp = ELO, les
e´tats polarons d’e´nergies E1/2 = ELO ± Vsp ont un temps de vie τpol = τLO/2 (le cas
de figure E2 = ELO corresponds au cas limite de la branche purement phononique
lorsque l’e´nergie e´lectronique Esp diverge). A l’inverse, pour les polarons e´loigne´s de
la re´sonance phonon-LO (et donc a` majorite´ e´lectronique), on obtient :
τpol ∼ ~(Ei − ELO)
2
V 2spΓLO
(3.4)
Sur la figure 3.1, nous avons trace´ des courbes du temps de vie τpol = ~/Γ(E)
donne´es par ce mode`le semi-classique pour diffe´rents parame`tres : τLO est pris e´gal
a` 15ps, alors que Vsp est de 4, 6 et 8 meV. Le meilleur ajustement est obtenu avec
Vsp(fit) ≃ 8 meV. Cependant, dans nos calculs, pour des parame`tres de boˆıtes moyens
(par exemple ceux utilise´s dans la chapitre 1), on trouve Vsp aux alentours de 4meV.
1Par abus de langage, nous de´signerons par taux de relaxation ~/τ ou` τ est le temps de relaxa-
tion. Il faudra donc diviser par ~ les expressions donne´es ici pour obtenir le taux de relaxation au
sens usuel.
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Fig. 3.1: Temps de relaxation des polarons en fonction de leur e´nergie donne´ par la me´-
thode semi-classique pour τLO = 15ps et Vsp = 4meV (ligne pleine), Vsp = 6meV (ligne
pointille´e), Vsp = 8meV (ligne tirete´e). Les symboles sont les donne´es expe´rimentales de
la re´fe´rence [12].
Meˆme en jouant avec les parame`tres des boˆıtes et avec des valeurs acceptables pour
la constante de Fro¨hlich, Vsp ne de´passe pas les 6 meV.
Dans les premie`res expe´riences du temps de relaxation des polarons [11, 12],
la formule de Li et al [14] a e´te´ utilise´e pour ajuster les temps mesure´s. Avec des
parame`tres assez raisonnables (τLO = 13ps et Vsp = 6meV dans [12]), le mode`le
s’accorde assez bien aux re´sultats sur une plage d’e´nergie assez large. Cependant,
nous nous sommes aperc¸u qu’il y avait une erreur dans leur calcul. L’amortissement
Γk est introduit dans la formule (3) de l’article [14], qui repre´sente les e´quations
couple´es d’e´volution. Par ailleurs ce Γ = ΓLO (pris inde´pendant de k) est de´fini
comme le taux de relaxation des phonons LO2. Il faut donc remplacer Γ par Γ/2
dans leur formule (10). Cette erreur dans le mode`le explique pourquoi un bon accord
est obtenu dans la re´fe´rence [12] avec Vsp = 6meV. En effet, pour les polarons e´loigne´s
de la re´sonance (voir e´quation 3.4) on s’aperc¸oit que l’erreur effectue´e e´quivaut a`
multiplier le couplage de Fro¨hlich par un facteur
√
2.
De plus, le re´sultat dans [14] est donne´ en fonction de l’e´nergie de la transition
purement e´lectronique, alors que l’e´nergie sonde´e expe´rimentalement par le photon
correspond a` celle de l’e´tat polaron. Ceci est une seconde source d’erreur dans la com-
paraison the´orie-expe´rience, en particulier au voisinage de la re´sonance ou` les e´ner-
2En the´orie, l’amortissement introduit dans la fonction d’onde doit eˆtre moitie´ de celui de la
population : si la fonction d’onde e´volue comme e−Γt/2, la population de´croˆıt en e−Γt.
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Fig. 3.2: Sche´ma montrant les niveaux polarons et le re´servoir a` plusieurs phonons (bleu)
dans lequel ils peuvent se de´sinte´grer par couplage anharmonique (fle`che grise). La fle`che
rouge repre´sente l’excitation du polaron par un photon de l’infra-rouge lointain. L’e´tats
polaron a` dominante e´lectronique est note´ ψ1, celui a` dominante phonon (ψ2). L’indice 2
dans |s,2〉 repre´sente un e´tat ge´ne´rique du re´servoir a` 2 phonons.
gies des transitions polaron et e´lectronique diffe`rent de fac¸on notable. Par exemple,
la mesure effectue´e a` une e´nergie d’excitation a` 40 meV sur la figure 3.1 correspond,
pour Vsp = 4meV , a` l’e´tat polaron issu d’un couplage re´sonnant (Esp = ELO).
3.3 E´tats polarons couple´s a` un re´servoir multi-
phonons
Nous pre´sentons ici deux fac¸ons de traiter l’interaction entre le syste`me a` 2
niveaux constitue´ par les deux niveaux de polarons et le continuum du re´servoir a`
plusieurs phonons auquel les phonons-LO sont couple´s par le terme d’anharmonicite´.
Ces deux me´thodes sont e´quivalentes, mais il semble inte´ressant de les pre´senter dans
les deux cas : la premie`re, base´e sur l’application de la re`gle d’or de Fermi est la plus
simple. La deuxie`me, base´e sur la me´thode de projecteurs avec l’ope´rateur re´solvante,
plus rigoureuse, a l’avantage de montrer la diffe´rence avec les approximations menant
a` un traitement de type semi-classique.
On notera Va le terme anharmonique des vibrations du re´seau. Ce couplage sera
traite´ de manie`re ge´ne´rale dans cette section, et sera discute´ en de´tail dans la section
suivante (3.4). On remarquera qu’il agit seulement sur les parties phonons, permet-
tant en particulier de de´truire un phonon LO et de cre´er plusieurs autres phonons
(deux au minimum).
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3.3.1 Re`gle d’or de Fermi
On conside`re les e´tats polarons ψi de´crits pre´ce´demment. Le couplage anharmo-
nique Va couple les phonons-LO a` un re´servoir a` plusieurs phonons dont les e´tats
seront de´signe´s par ν en toute ge´ne´ralite´. On ne´gligera (dans un premier temps) l’ef-
fet polaron pour l’e´tat fondamental. Les polarons seront donc couple´s au continuum
constitue´ par l’e´tat s a` plusieurs phonons |s,ν〉. En appliquant la re`gle d’or de Fermi
aux e´tats polarons, le taux de relaxation de ces e´tats s’e´crit :
Γi(Ei) = 2π
∑
ν
|〈s,ν|Va|ψi〉|2δ(Ei − Eν)
= 2π
∑
ν
|βi|2|〈ν|Va|1sp〉|2δ(Ei − Eν)
(3.5)
E´tant donne´ que le couplage anharmonique agit uniquement sur la partie phonon,
le taux de relaxation est proportionnel a` |βi|2. On peut de´composer cette expression
en deux parties :
Γi(Ei) = |βi|2 Γph(Ei) (3.6a)
Γph(Ei) = 2π
∑
ν
|〈ν|Va|1sp〉|2δ(Ei − Eν) (3.6b)
3.3.2 Hamiltonien non-hermitique
Une autre approche consiste a` introduire une partie imaginaire dans l’hamiltonien
du syste`me e´lectron-phonon-LO. L’ajout de cette partie imaginaire se justifie de
fac¸on rigoureuse lorsque l’on emploie le formalisme des ope´rateurs de projection
pour l’ope´rateur re´solvante [37].
On utilise ici la technique d’ope´rateurs de projection sur le sous-espace que l’on
souhaite e´tudier, c’est-a`-dire le syste`me a` deux niveaux constitue´s par les polarons :
P est le projecteur sur le sous-espace (|s,1sp〉,|p,0〉), alors que Q = 1 − P . La pro-
jection de l’ope´rateur re´solvante s’exprime alors :
PG(z)P =
1
z − PH0P − PR(z)P (3.7)
R(z) = Va + Va
Q
z −QH0Q−QVaQVa (3.8)
On peut exprimer la restriction de l’ope´rateur R dans la base (|s,1sp〉,|p,0〉) :
PR(ε+ i0+)P =
(
∆ph(ε)− iΓph(ε)/2 0
0 0
)
(3.9)
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avec
Γph(ε) = 2π
∑
ν
|〈ν|Va|1sp〉|2δ(ε− Eν) (3.10)
∆ph(ε) =
∑
ν
P |Vν |
2
E − εν =
1
2π
∫ ∞
−∞
dε′P Γ(ε)
ε− ε′ (3.11)
On peut exprimer un hamiltonien effectif Heff (ε) = P [H0 +R(ε+ i0
+)]P dans
cette base :
Heff (ε) =
(
ELO +∆
ph(ε)− iΓph(ε)/2 Vsp
Vsp Esp
)
(3.12)
Comme nous le ve´rifierons a posteriori, ∆ph(E) peut eˆtre ne´glige´. On suppose
e´galement Γ(ε) ≪ Vsp. Avec ces hypothe`ses, la diagonalisation de cette matrice
s’e´crit :
Heff (ε) =M
+
(
ǫ1 − iΓ1(ε)2 0
0 ǫ2 − iΓ2(ε)2
)
M (3.13)
ε1/2 = ~ωLO +
δ
2
(
1±
√
1 + 4
V 2sp
δ2
)
(3.14)
Γph1/2(ε) =
Γ(E)
2
1∓ 1√
1 + 4
V 2sp
δ2
 (3.15)
ou` δ est de´finit comme l’e´cart e´nerge´tique entre le niveau e´lectronique p et la
re´plique a` 1 phonon-LO de s : δ = Esp − ~ωLO. M est la matrice de passage des
e´tats |s,1sp〉 et |p,0〉 aux e´tats polarons ψ1 et ψ2 :
M =
1√
V 2sp +∆1/2
(
∆1/2 Vsp
−Vsp ∆1/2
)
(3.16)
ou` ∆1/2 est de´fini par ∆i = εi − ~ωLO.
La transforme´e de Fourier de l’ope´rateur e´volution s’e´crit :
PU(E)P =
1
2iπ
P [G(E − i0+)−G(E + i0+)]P
=M+

1
π
Γ1(E)
2
[E − ε1]2 +
[
Γ1(E)
2
]2 0
0
1
π
Γ2(E)
2
[E − ε2]2 +
[
Γ1(E)
2
]2
M
(3.17)
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Si l’on fait l’hypothe`se que dΓ(E)
dE
≪ 1 (on ve´rifiera cette hypothe`se plus loin), on
peut approximer chacun des termes par une lorentzienne :
Γi(E)
2
[E − εi]2 +
[
Γi(E)
2
]2 ≃ Γi(εi)2
[E − εi]2 +
[
Γi(εi)
2
]2 (3.18)
L’ope´rateur e´volution U(τ) s’e´crit alors :
PU(τ)P =M+
(
e−iε1τ/~e−Γ1(ε1)|τ |/2~ 0
0 e−iε2τ/~e−Γ2(ε2)|τ |/2~
)
M (3.19)
Finalement, on exprime δ (δ = Esp − ~ωLO) en fonction de la se´paration e´ner-
ge´tique entre le polaron conside´re´ et le phonon-LO d’e´nergie ∆i = εi − ~ωLO. La
partie re´elle du de´terminant de l’hamiltonien effectif donne :
−∆(δ −∆)− V 2sp = 0 (3.20)
δ = ∆− V
2
sp
∆
(3.21)
On remplace δ par ∆ dans les expressions trouve´es pre´ce´demment (Eq. 3.15) :
1∓ 1√
1 + 4
∆2V 2sp
(∆2−V 2sp)
2
= 1∓ |∆
2 − V 2sp|
∆2 + V 2sp (3.22)
Comme ∆1 > Vsp et ∆2 < Vsp d’apre`s 3.14, on retrouve au final :
Γ1/2(ε) = Γ
ph(E)
V 2sp
∆21/2 + V
2
sp
= Γ(E)|β1/2|2 (3.23)
On retrouve donc la meˆme formule que pre´ce´demment. Dans cette me´thode on
fait apparaˆıtre un hamiltonien non-hermitique. La me´thode semi-classique est un
cas limite de cette e´tude, ou` Γph(E) est remplace´ par la constante ΓLO. Cependant,
les variations de Γph(E) ne sont pas du tout ne´gligeables, comme nous le verrons
dans la suite. On a toutefois effectue´ des approximations, qui seront ve´rifie´es dans
la suite. On reste notamment dans le cadre d’une relaxation de type exponentielle,
car on a approxime´ chaque pic par une lorentzienne. De plus, on obtient ici une
expression matricielle, qui permet de de´crire l’e´volution du syste`me a` 2 niveaux.
Contrairement au mode`le semi-classique, le taux d’amortissement qui rentre en
jeu pour rendre compte de l’instabilite´ de la partie phonon est e´value´ a` l’e´nergie du
polaron, et non a` celle des phonons-LO. Commme cette e´nergie Ei peut eˆtre tre`s
diffe´rente de ELO, la force du couplage anharmonique ainsi que la densite´ d’e´tat des
e´tats multi-phonons |ν〉 re´sonnants avec Ei peuvent diffe´rer beaucoup de la situation
dans le massif. Par conse´quent, comme nous le verrons ci-dessous, Γph(Ei) peut eˆtre
tre`s diffe´rent de Γph(ELO).
62
3.4. Conse´quences de l’anharmonicite´ du cristal pour les polarons
3.4 Conse´quences de l’anharmonicite´ du cristal
pour les polarons
Comme dans toute cette the`se, on conside`re un cristal massif du point de vue des
modes de vibrations. Les vibrations des atomes d’un cristal autour de leurs positions
d’e´quilibres, traite´es a` l’ordre le plus bas, sont de´crites par le formalisme des phonons
(c’est-a`-dire a` l’ordre 2 puisque la position d’e´quilibre de chaque atome correspond
a` un minimum de potentiel). La prise en compte des termes d’ordre supe´rieur donne
naissance a` des termes d’interaction entre les phonons. Ces termes anharmoniques
sont responsables d’effets importants dans les mate´riaux massifs tels que la diffusion
de la chaleur.
3.4.1 Temps de vie des phonons-LO dans le massif
Diffe´rents types de traitement de l’anharmonicite´ existent dans la litte´rature
afin de calculer l’e´largissement ΓLO des phonons-LO : des calculs de type premiers
principes ont e´te´ utilise´s par Debernardi et al. [48, 49], alors que Klemens [50] et
plus re´cemment Barman et Srivastava [51] ont utilise´ une approche plutoˆt phe´no-
me´nologique ou` les couplages anharmoniques sont approxime´s via la constante de
Gru¨neisen.
Expe´rimentalement, l’e´largissement des phonons-LO dans GaAs a e´te´ mesure´ par
Valle´e et Bogani [47] par diffusion Raman anti-Stokes cohe´rente. A basse tempe´rature
(6K), le temps de de´cohe´rence des phonons-LO de centre de zone est mesure´ a`
T2/2 = 9.2± 0.6ps. A 77K, ces mesures donnent la meˆme valeur que celle du temps
de vie de 7ps mesure´ par ailleurs [52], ce qui tend a` montrer que T2 = 2T1.
Mais le me´canisme dominant dans le GaAs massif reste une question ouverte. La
de´pendance en tempe´rature des mesures de Valle´e et Bogani [47] met en e´vidence le
me´canisme LO→LO+TA. Les calculs effectue´s par Debernardi et al. [48, 49] donnent
une pre´dominance au me´canisme LO→LA+TA, alors que l’approche de Barman et
Srivastava [51] conduit a` un canal dominant LO→LA+LA. Nous tenterons d’expli-
quer plus loin la sensibilite´ des calculs aux parame`tres utilise´s.
3.4.2 Terme anharmonique cubique
Nous ge´ne´ralisons l’approche de Barman et Srivastava [53, 51] pour mode´liser
les couplages anharmoniques dans les mate´riaux massifs. On conside`re uniquement
la partie cubique de l’hamiltonien vibrationnel, qui constitue le terme de correction
d’ordre le plus bas au formalisme des phonons :
Va =
Ω
3!
√
N
∑
k0j0,k1j1,k2j2
P (k0,j0;k1,j1;k2,j2)uk0,j0uk1,j1uk2,j2 δ(k0+k1+k2) (3.24)
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ou` Ω est le volume de la cellule unitaire (V = NΩ) et uk,j est la transforme´e de
Fourier du de´placement des atomes pour une branche j :
uk,j =
√
~
2µωk,j
(ak,j + a
+
−k,j) (3.25)
Le terme anharmonique Va couple les trois diffe´rentes branches j0 j1 et j2 entre
elles. Ainsi un phonon d’une branche j0 est couple´ a` plusieurs canaux de de´sinte´-
gration constitue´s de couple de phonons (j1,j2). Le facteur 3 ! prend en compte les
processus e´quivalents obtenus par permutation circulaire des indices dans la som-
mation triple.
L’e´quation 3.24 est tout a` fait ge´ne´rale pour une interaction anharmonique cu-
bique. La conservation de l’impulsion globale provient du caracte`re massif du cristal
conside´re´ ici. Une approche souvent utilise´e est d’exprimer le terme P de la fac¸on
suivante [53] :
|P (k0,j0;k1,j1;k2,j2)| = 2ργj0,j1,j2
c
ωk0,j0ωk1,j1ωk2,j2 (3.26)
ou` γj0,j1,j2 est un parame`tre de´pendant des modes (j0,j1,j2), ρ est la masse volumique
et c est la vitesse moyenne des phonons acoustiques (3/c = 1/cLA+2/cTA). La force
du couplage est proportionnelle au produit des trois e´nergies des phonons en jeu.
Cette forme d’expression pour P apparaˆıt de fac¸on exacte pour certains cas limites
(mode`le d’un continuum e´lastique [53], dans la limite des faibles vecteurs d’onde, ou
encore pour un cristal a` une dimension).
Cependant, les coefficients γj0,j1,j2 sont assez mal connus. Par contre, on peut
avoir acce`s expe´rimentalement aux constantes de Gru¨neisen de certains modes de
phonon, de´finies par :
∂ω(q,j)
ω(q,j)
= −γ(q,j)∂V
V
(3.27)
La relation entre ces constantes γ(q,j) et γj0,j1,j2 est e´tudie´e dans l’ouvrage [53] :
γ(q,j0) s’exprime en fonction des diffe´rents γj0,j1,j2 . Cependant on ne peut pas ex-
traire en retour les coefficients γj0,j1,j2 de manie`re simple. On utilise l’approximation
utilise´e par [54], qui consiste a` utiliser une constante de Gru¨neisen inde´pendante des
modes concerne´s. Cette constante sera prise e´gale a` celle de γ(0,LO) mesure´e dans
GaAs. On prendra γ = 1.3 dans la suite [55, 56].
3.4.3 Calcul de l’instabilite´ induite par l’anharmonicite´
Comme le mode de phonon-LO |1sp〉 est forme´ par des phonons massifs de faibles
vecteurs d’onde, la conservation de la quantite´ de mouvement dans l’e´quation 3.24
implique une de´sinte´gration en une paire de phonons avec des vecteurs d’onde oppo-
se´s. Par conse´quent, en injectant l’expression de Va (Eq. 3.24) dans l’e´quation 3.6b,
64
3.4. Conse´quences de l’anharmonicite´ du cristal pour les polarons
10 15 20 25 30 35 40 45 50 55 60
0.0
0.1
0.2
0.3
0.4
0.5
0.6
0.7
Γp
h
 (
m
e
V
)
  
 
E (meV)
E
LO
(a)
TO
LO
  
 
TA
LA
(b)
Fig. 3.3: (a) Γph en fonction de l’e´nergie : Calcul complet en ligne continue ; canal LA+LA
en ligne tirete´e ; canal LA+TA en ligne pointille´e ; canal LA+TO en ligne tirete´e-pointille´e ;
canal TA+LO en ligne tirete´e-double-pointille´e (a` tempe´rature nulle). (b) Sche´ma des
diffe´rents processus anharmoniques correspondants.
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on a approximativement a` basse tempe´rature :
Γph(E) =
π~3
8V ρ3
∑
k1j1,k2j2
δk1+k2
|P (0,LO;k1,j1;k2,j2)|2
ωLO ωk1,j1 ωk2,j2
δ (E − ~ωk1,j1 − ~ωk2,j2)
(3.28)
Nous avons ve´rifie´ que le fait de conside´rer la de´composition exacte de |1sp〉 sur les
modes de vecteurs d’onde non nuls introduirait des corrections ne´gligeables. Dans
ce cas, la conservation de l’impulsion des phonons n’est plus stricte, mais k1 + k2
reste au voisinage du centre de zone.
Γph(E) peut eˆtre de´compose´ suivant ses contributions dues aux diffe´rents canaux
(j1,j2) :
Γph(E) =
∑
(j1,j2)
Γph(j1,j2)(E) (3.29)
En utilisant l’e´quation 3.26, on peut exprimer chacune de ces contributions comme :
Γph(j1,j2)(E) =
π~3γ2
2V ρc2
∑
k1,k2
ωLOωk1,j1ωk2,j2 δk1+k2 δ (E − ~ωk1,j1 − ~ωk2,j2) (3.30)
Comme dans la re´fe´rence [51], on utilise un mode`le de Debye continu et isotrope
pour les phonons. La largeur induite par un canal (j1,j2) donne´ peut s’exprimer :
Γph(j1,j2)(E) =
~2γ2
4πρc2c2j1(cj1 + cj2)
ωLOω
3
j1
ωj2 (3.31)
ou` cj est la vitesse du son de la branche j pour les phonons acoustiques (cj2 =
∂ωj2/∂kj2 pour les branches optiques). Dans l’e´quation 3.31, ωj1 et ωj2 sont les
pulsations de phonons qui satisfont les deux deltas dans l’e´quation 3.30.
Dans les calculs pre´sente´s dans la suite, les e´nergies de Debye utilise´es sont ELAd =
26 meV, ETAd = 8 meV et E
LO
d = 32 meV, alors que ELO = 36.7 meV au centre de
zone et ETO = 34 meV (branche TO suppose´e non-dispersive). La vitesse moyenne
des phonons acoustiques est de c = 2650 m/s.
Pour une tempe´rature non-nulle, cette largeur doit eˆtre multiplie´e par (1+nj1)(1+
nj2), ou` nji est le facteur d’occupation a` l’e´nergie ~ωji . La figure 3.3 montre le calcul
de Γph en fonction de l’e´nergie du polaron, ainsi que les contributions des diffe´rents
canaux : Γph(TA,LA), Γ
ph
(LA,LA) (canal de Klemens), Γ
ph
(TA,LO) (canal de Valle´e-Bogani) et
Γph(LA,TO).
On obtient des variations tre`s fortes de Γph dans la gamme d’e´nergie pouvant
eˆtre obtenues dans les boˆıtes InAs/GaAs. Ce comportement diffe`re radicalement
de la valeur constante Γph(ELO) qui corresponds au mode`le semi-classique. Afin
de comprendre qualitativement ces variations, conside´rons uniquement le canal de
Klemens (LA+LA) :
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Γph(LA,LA)(E) =
γ2
128π~2ρc2c3LA
ωLOE
4 (3.32)
La de´pendance en E4 provient de deux contributions : d’une part, la densite´
des e´tats finaux a` deux phonons LA, chacun d’e´nergie e´gale a` la moitie´ de celle du
polaron, augmente enE2 (dans le model de Debye) ; d’autre part, la force du couplage
anharmonique correspondant augmente aussi comme E2. Le taux de de´sinte´gration
Γph(LA,LA)(E) augmente ainsi comme E
4 jusqu’a` ce que l’e´nergie des phonons LA e´mis
atteigne sa valeur maximum ( ≃ 52 meV pour l’e´mission de deux phonons LA de
bord de zone).
Par ailleurs, nous avons ve´rifie´ que les hypothe`ses effectue´es en 3.3.2 e´taient
valables :
– le de´placement e´nerge´tique (la transforme´e de Hilbert de Γph(E)) est ne´gli-
geable devant les variations de E e´tudie´es ici : son ordre de grandeur est de
0.1 meV, sauf aux bords des canaux anharmoniques.
– On a ve´rifie´ e´galement que dΓph/dE ≪ 1, sauf aux bords des canaux anhar-
moniques. Par conse´quent, la relaxation de la population des polarons est bien
exponentielle.
Sur la figure 3.3, on trouve que le canal (LA,LA) est le me´canisme dominant
dans le massif (puisque ΓLO = Γ
ph(ELO)). Cependant, il faut noter qu’aux environs
de ELO, les calculs sont tre`s sensibles aux parame`tres utilise´s pour les e´nergies de
phonons de bord de zone. Dans nos calculs, le canal (TA,LA) se termine juste en-
dessous de ELO, alors que le pic tre`s prononce´ correspondant au canal (TA,LO) se
situe juste au-dessus de ELO. Ceci explique pourquoi le me´canisme dominant dans
GaAs massif est sujet a` controverse [47, 49, 51]. Par contre, dans le cas des polarons,
il existe de larges plages d’e´nergie ou` l’on peut aise´ment de´terminer quel est le
me´canisme dominant : c’est la cas entre 40 et 50 meV ou` le me´canisme (LA,LA)
domine clairement, ou bien, comme nous le verrons dans la suite, (LA,TA) domine
aux e´nergies comprises entre 15 et 30 meV.
En incluant le calcul de la figure 3.3 avec celui de |βi|2 en fonction de l’e´nergie
du polaron Epol = Ei=1,2, on calcule le temps de vie du polaron τpol = ~/Γi (voir
e´quation 3.6a). Ce calcul, reporte´ sur la figure 3.4 en ligne pleine, est compare´ aux re´-
sultats expe´rimentaux obtenus par le groupe de Sheffield [12] (symboles). On observe
un assez bon accord sur toute la gamme d’e´nergie sonde´e expe´rimentalement, et ceci
sans parame`tre ajustable. En particulier, contrairement au mode`le semi-classique,
on explique la de´croissance du temps de relaxation pour les e´nergies e´leve´es. Ceci
s’explique en remarquant que les variations de Γph deviennent plus fortes que celles
de |βi|2 (en d’autres termes,
∣∣dΓph/dE∣∣ < |d|βi|2/dE|). On est ainsi dans un re´-
gime totalement oppose´ au semi-classique : celui-ci fixe Γph comme une constante,
et explique les variations du temps de vie du polaron uniquement par |βi|2 ; ici, nous
montrons que les variations de Γph peuvent l’emporter. Ainsi les diffe´rences entre les
deux mode`les ne sont pas seulement quantitatives, mais aussi qualitatives.
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Fig. 3.4: Temps de vie du polaron en fonction de son e´nergie : re´sultats expe´rimentaux de
la re´fe´rence [12] en symboles, calcul complet (pre´sente´ dans le texte) en ligne pleine, calcul
avec seulement le canal LA+LA en ligne pointille´e et meilleur ajustement semi-classique
en ligne tirete´e (Vsp(fit) = 8meV, τLO = 15ps).
Enfin, on peut souligner les limites du mode`le : en particulier, les dispersions
isotropes et line´aires employe´es donnent une mauvaise pre´cision des calculs aux
alentours des bords de zones. En re´alite´, on n’aura pas de discontinuite´ aussi marque´e
du fait que les e´nergies de bord de zone varient en fonction de la direction du vecteur
d’onde.
3.5 Temps de vie dans la gamme te´rahertz
Alors que le mode`le semi-classique pre´disait un comportement syme´trique par
rapport a` la re´sonance phonon-LO, notre mode`le pre´dit des temps beaucoup plus
longs pour la partie basse e´nergie (E < ELO), de´passant rapidement la centaine de
picosecondes (voir fig. 3.4). Nos calculs ont stimule´ des expe´riences dans cette re´gion
de basse e´nergie (re´alise´es a` l’Universite´ de Sheffield). Les boˆıtes quantiques auto-
assemble´es InAs/GaAs ont, dans les conditions usuelles de croissance, des e´nergies
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intrabandes de l’ordre de 30 a` 60 meV. Afin de descendre en dessous du Restrahlen3,
la technique la plus simple consiste a` recuire les e´chantillons de boˆıte quantique. Lors
du recuit, les atomes diffusent : on obtient alors des boˆıtes plus grandes et moins
confinantes. Ceci a pour effet de re´duire l’e´nergie de transition s-p.
La re´gion spectrale en dessous du Restrahlen est d’autant plus inte´ressante
qu’elle appartient a` la gamme te´rahertz (celle-ci est situe´e en dessous de 10Thz,
soit 41 meV), qui suscite beaucoup d’efforts actuellement afin de mettre au point
des sources et de´tecteurs performants [57]. Une des sources employe´es dans ce do-
maine spectral sont les lasers a` cascades quantiques. Cependant, leur fonctionne-
ment est actuellement limite´ aux tempe´ratures cryoge´niques du fait des me´canismes
de relaxation rapides par les diffusions e´lastiques ayant lieu dans les gaz d’e´lectrons
bidimensionnels. Des structures a` base de boˆıtes quantiques pourraient constituer
une alternative inte´ressante.
Afin d’interpre´ter pre´cise´ment les re´sultats expe´rimentaux, quelques raffinements
seront apporte´s au mode`le de relaxation anharmonique expose´ pre´ce´demment :
– Alors que jusqu’ici on a pris un couplage de Fro¨hlich Vsp constant, on mo-
de´lisera le recuit des boˆıtes afin de rendre compte de la de´croissance de Vsp
pour des boˆıtes plus grandes et moins confinantes. Ceci est d’autant plus ne´-
cessaire que le recuit permet de faire varier les parame`tres des boˆıtes sur une
tre`s grande plage (section 3.5.1).
– Nous prenons en compte les 2 modes phonons-LO du ternaire In1−xGaxAs.
Nous n’avons pour l’instant conside´re´ qu’un seul mode phonon ayant les pro-
prie´te´s de celui du GaAs massif. Sur les e´chantillons recuits, des expe´riences
de magne´to-transmission nous apportent des renseignements sur un compor-
tement a` 2 modes de phonons-LO (section 3.5.2).
– Alors que pour l’instant nous n’avons conside´re´ que le couplage de Fro¨hlich
re´sonnant, nous e´tudierons l’effet du terme anti-re´sonnant qui joue un roˆle
non-ne´gligeable loin de la re´sonance (section 3.5.3).
Pour des boˆıtes d’e´nergies de transition tre`s faibles, on e´tudiera du point de vue
the´orique la transition entre relaxation des polarons par anharmonicite´ et relaxation
par e´mission de phonons acoustiques (section 3.5.5). Enfin on prendra en compte la
thermalisation possible entre les e´tats px et py (section 3.5.6), qui interviendra dans
la simulation des expe´riences pompe-sonde (section 3.6).
3.5.1 Mode´lisation des boˆıtes recuites
Afin de mode´liser simplement le recuit des boˆıtes, on garde une mode´lisation
en potentiel uniforme a` l’inte´rieur des boˆıtes et on suppose que les dimensions de
celles-ci restent dans des proportions inchange´es.
3Raie intense d’absortion due aux phonons optiques du substrat, comprise entre 30 et 36 meV
pour le GaAs
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Fig. 3.6: E´volution des e´nergies lors du recuit. (a) Energie de PL en fonction de l’e´nergie
intrabande entre niveaux polarons E1. (b) E´cart e´nerge´tique entre le premier niveau excite´
et le fondamental excitonique (ligne pleine) et e´nergie intrabande Esp pour les trous (ligne
pointille´e) en fonction de l’e´nergie intrabande e´lectronique Esp.
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Fig. 3.7: Modes de phonons optiques pris pour le ternaire In1−xGaxAs. L’e´nergie des
modes de phonons de In ont e´te´ augmente´s de 2 meV afin de rendre compte de l’effet des
contraintes dans les boˆıtes.
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Fig. 3.8: Couplages de Fro¨hlich Vsp,1 (ligne tirete´e), Vsp,2 (ligne pointille´e) et couplage
efficace V effsp =
√
V 2sp,1 + V
2
sp,2 (ligne pleine) en fonction de l’e´nergie de transition e´lec-
tronique Esp. Les fonctions d’ondes e´lectroniques sont calcule´es via la mode´lisation de
l’interdiffusion pre´sente´e en 3.5.1. Pour les modes de phonons-LO, on conside`re le ternaire
In0.1Ga0.9As.
a` 2 modes. Nous verrons ensuite les conse´quences sur la relaxation des polarons.
Du point de vue des phonons optiques, le mate´riau ternaire In1−xGaxAs a un
comportement de type (( 2 modes )), c’est-a`-dire qu’il existe 2 branches distinctes
de phonon LO et TO [59, 60]. L’e´volution de l’e´nergie de ces modes en fonction de
la composition x peut est de´crite par une interpolation line´aire sur la figure 3.7, ou`
nous avons utilise´ les parame`tres de la re´fe´rence [59]. Les modes nume´rote´s 1 (L1 et
T1) correspondent a` ceux du GaAs dans la limite ou` x = 1 alors que ceux nume´rote´s
2 (L2 et T2) correspondent a` ceux de InAs dans la limite ou` x = 0 (L et T indiquant
le caracte`re longitudinal ou transverse).
D’apre`s la re´fe´rence [60], les coefficients de Fro¨hlich associe´s a` chacun des deux
modes de phonons-LO (L1 et L2) s’e´crivent :
Cf,1 = e
√
~
2ǫ0εr(∞)ωL1 (ω
2
L1 − ω2T1)
ω2T2 − ω2L1
ω2L2 − ω2L1
(3.33)
Cf,2 = e
√
~
2ǫ0εr(∞)ωL2 (ω
2
L2 − ω2T2)
ω2L2 − ω2T1
ω2L2 − ω2L1
(3.34)
On a repre´sente´ sur la figure 3.8 les couplages de Fro¨hlich Vsp,i (i = 1,2) entre
|p,0〉 et |s,1spx,i〉 (i de´signe le mode de phonons-LO Li), ainsi que le couplage efficace
total V effsp =
√
V 2sp,1 + V
2
sp,2.
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L’e´tat polaron (en l’absence de champ magne´tique) s’e´crit alors :
|ψ〉 = α|px,0〉+ βL1|s,1spx,1〉+ βL2|s,1spx,2〉 (3.35)
Les mesures de magne´to-transmission effectue´es sur un des e´chantillons recuits
sont pre´sente´es sur la figure 3.9. En prenant en compte les deux modes de phonons,
on a calcule´ les e´nergies des diffe´rents niveaux polarons ainsi que les forces d’oscil-
lateurs. Ces calculs font intervenir les niveaux e´lectroniques de syme´trie cylindrique
|s〉, |p−〉 et |p+〉 (cf chapitre 2). Afin d’ajuster les re´sultats expe´rimentaux, on a pris
comme parame`tre ajustable la composition vue par les phonons. La composition
utilise´e pour effectuer les calculs e´lectroniques (x = 0.75) pre´dit un anticroisement
trop grand au niveau du mode de phonon In. Un meilleur ajustement est trouve´
en utilisant In0.1Ga0.9As pour les modes de phonons. De plus, on ajoute un de´ca-
lage positif de 2 meV aux e´nergies des phonons de In massif ~ωLO,In et ~ωTO,In par
rapport aux valeurs de la litte´rature, afin d’obtenir un bon ajustement de la posi-
tion de l’anticroisement. Ce de´calage est attribue´ aux contraintes qui ont pour effet
d’augmenter l’e´nergie des modes de phonons.
L’hamiltonien pour les e´tats polarons a` 2 modes phonons s’e´crit dans la base
(|px,0〉,|s,1spx,1〉,|s,1spx,2〉) :
Heff (ε) =
 Ep Vsp,1 Vsp,1Vsp,2 Es + ~ωL1 − iΓ1(ε)2 0
Vsp,2 0 Es + ~ωL2 − iΓ2(ε)2
 (3.36)
Le taux de relaxation du polaron s’e´crit :
Γ(E) = |βL1|2ΓphL1(E) + |βL2|2ΓphL2(E) (3.37)
ou` les e´largissements correspondants a` chacun des modes s’e´crivent :
ΓphL1(E) =
∑
j,j′
~γ2
2πρ2c2c2j(cj + cj′)
ωL1ω
3
jωj′ (3.38)
ΓphL2(E) =
∑
j,j′
~γ2
2πρ2c2c2j(cj + cj′)
ωL2ω
3
jωj′ (3.39)
La seule diffe´rence entre les deux expressions ci-dessus est la pulsation du mode
L1 ou L2. Si on ne´glige la variation de dispersion des modes de phonons finaux en
fonction de la composition, on peut les exprimer en fonction de l’e´largissement Γph
dans le cas a` 1 seul mode phonon de pulsation ωLO e´tudie´ pre´ce´demment :
ΓphL1/2(E) =
ωL1/2
ωLO
Γph(E) (3.40)
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Fig. 3.9: Magne´to-transmission pour un e´chantillon recuit. Les symboles sont les mesures
expe´rimentales des minimas de transmission (les carre´s et les cercles sont les mesures sur
l’e´chantillon respectivement avant et apre`s amincissement du substrat afin de re´duire la
largeur du Restrahlen). Les calculs des niveaux de polarons sont repre´sente´s en ligne,
l’e´paisseur du trait e´tant proportionnelle a` la racine carre´ de la force d’oscillateur. Pour
les modes de phonons-LO, on a conside´re´ les 2 modes du ternaire In0.1Ga0.9As.
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3.5.3 Terme anti-re´sonnant
Pour l’instant nous avons conside´re´ seulement le couplage de Fro¨hlich re´sonnant
entre |px,0〉 et |s,1spx〉. Nous avons ne´glige´ les couplages anti-re´sonnants, en particu-
lier celui existant entre |s,0〉 et |px,1spx〉. Cette approximation est justifie´e tant que
|Esp−ELO| ≪ Esp+ELO. Pour les e´nergies Esp infe´rieures a` une vingtaine de meV,
cette approximation n’est plus vraiment justifie´e. Il faut alors prendre en compte
ces termes anti-re´sonnants. Pour e´tudier le roˆle de ces derniers, revenons au mode`le
a` 1 mode de phonon-LO. Les deux polarons de plus basse e´nergie sont alors de la
forme :
|ψ0〉 = γ0|s,0〉+ δ0|px,1spx〉+ η0|py,1spy〉 (3.41)
|ψ1,x〉 = α1|px,0〉+ β1|s,1spx〉 (3.42)
On e´value le taux de relaxation Γ1→0/~ entre ces deux niveaux, en appliquant la
re`gle d’or de Fermi :
Γ1→0 = 2π
∑
ν
|〈ψ1,x|Va|ψ0,ν〉|2δ(E1 − E0) (3.43)
ou` ν repre´sente un e´tat multi-phonons. Le couplage anharmonique peut se de´-
composer sur la base d’e´tats de´couple´s :
〈ψ1,x|Va|ψ0,ν〉 = β∗1γ0〈1spx|Va|ν〉+ α∗1δ0〈0|Va|1spx , ν〉 (3.44)
Il faut maintenant de´terminer si l’interfe´rence qui apparaˆıt dans l’expression ci-
dessus entre le terme re´sonnant (premier terme) et celui anti-re´sonnant (deuxie`me
terme) va eˆtre constructif ou destructif. 〈1spx|Va|ν〉 et 〈0|Va|1spx , ν〉 ont meˆme mo-
dule, mais leur phase relative n’est pas e´vidente a` de´terminer.
Rappelons tout d’abord la de´finition du mode |1spx〉 :
|1spx〉 =
∑
q
〈s,1q|Hf |px,0〉
Vspx
|1q〉 (3.45)
Ceci permet de de´velopper les deux couplages e´tudie´s sur la base des vecteurs
d’ondes :
〈1spx|Va|ν〉 =
1
Vspx
∑
q
〈s,1q|Hf |px,0〉∗〈1q|Va|ν〉 (3.46)
〈0|Va|1sp,ν〉 = 1
Vspx
∑
q
〈s,1q|Hf |px,0〉〈0|Va|1q,ν〉 (3.47)
Les e´tats |ν〉 peuvent eˆtre exprime´s, dans le cas d’un couplage anharmonique
cubique, sous la forme :
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|ν〉 = |1k1,j1 ,1k2,j2〉 (3.48)
E´tant donne´ la conservation de l’impulsion des phonons par le terme anharmo-
nique, on a force´ment q0 = −k1 − k2
D’apre`s l’e´quation 3.24, on peut e´crire la partie de l’hamiltonien anharmonique
qui fait intervenir une branche LO sous la forme Va =
∑
q(aq,LO + a
+
−q,LO)V
′
a(q) ou`
V ′a(q) couplent les phonons de vecteur d’onde k1 et k2 avec k1 + k2 = q.
〈1spx|Va|ν〉 =
1
Vspx
〈s,1−q0|Hf |px,0〉∗〈0|V ′a|ν〉 (3.49)
〈0|Va|1spx ,ν〉 =
1
Vspx
〈s,1q0|Hf |px,0〉〈0|V ′a|ν〉 (3.50)
Comme l’hamiltonien de Fro¨hlich est de la forme Hf =
iCf
q
(aqe
iq.r − a+q e−iq.r),
on a :
〈s,1−q0|Hf |px,0〉 =
−iCf
q0
〈s|eiq0.r|px〉 (3.51)
〈s,1q0|Hf |px,0〉 =
−iCf
q0
〈s|e−iq0.r|px〉 (3.52)
Les deux couplages anharmoniques recherche´s s’e´crivent alors :
〈1spx|Va|ν〉 =
iCf
qVspx
〈s|eiq0.r|px〉∗〈0|V ′a|ν〉 (3.53)
〈0|Va|1spx ,ν〉 =
−iCf
qVspx
〈s|eiq0.r|px〉〈0|V ′a|ν〉 (3.54)
Or, comme les fonctions d’ondes sont prises re´elles :
〈s|eiq0.r|px〉∗ = 〈s|e−iq0.r|px〉 (3.55)
On a donc :
Γ1→0 = 2π
∑
ν
|β∗1γ0 − α∗1δ0|2|〈1spx|Va|ν〉|2δ(E1 − E0)
= |β∗1γ0 − α∗1δ0|2Γph(E1 − E0)
(3.56)
Il ne nous reste plus qu’a` e´valuer les composantes des polarons. Lorsque l’on est
tre`s loin de la re´sonance (ELO−Esp ≫ Vsp), on peut utiliser pour cela la the´orie des
perturbations. Remarquons tout d’abord que l’e´quation 3.55 entraˆıne l’e´galite´ :
〈s,1spx|Hf |px,0〉 = 〈s,0|Hf |px,1spx〉 (3.57)
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Les composantes sont alors donne´es par :
γ0 ≃ 1 δ0 ≃ − Vspx
ELO + Esp
α1 ≃ 1 β1 ≃ − Vspx
ELO − Esp
(3.58)
Ceci nous permet d’avoir une expression simple pour le taux de relaxation des
polarons (valable loin de la re´sonance) :
Γ1→0 =
∣∣∣∣ VspxELO − Esp − VspxELO + Esp
∣∣∣∣2 Γph(E1 − E0)
=
V 2spx
(Esp − ELO)2
4E2sp
(ELO + Esp)2
Γph(E1 − E0)
(3.59)
On remarque que la prise en compte du couplage de Fro¨hlich anti-re´sonnant
entraˆıne le facteur correctif f =
4E2sp
(ELO + Esp)2
dans l’e´quation ci-dessus par rapport
au cas ou` l’on conside`re un niveau fondamental |s,0〉 non-perturbe´. L’interfe´rence est
donc constructive (f > 1) pour Esp > ELO et destructive (f < 1) pour Esp < ELO.
Dans le cas limite ou` la se´paration e´lectronique Esp est ne´gligeable devant l’e´nergie
du phonon optique ELO, on a f = 4E
2
sp/E
2
LO : ce terme inhibe fortement les processus
anharmoniques dans cette re´gion. Cependant, comme nous allons le voir dans la suite
(3.5.5), l’e´mission de phonons acoustiques n’est efficace qu’aux tre`s faibles e´nergies
Esp.
3.5.4 Temps de vie des polarons : comparaison the´orie-
expe´rience
La comparaison the´orie-expe´rience pour le temps de vie des polarons en dessous
du Restrahlen est pre´sente´e sur la figure 3.10. Les mesures ont e´te´ re´alise´es par
le groupe de Sheffield sur les e´chantillons de´crits auparavant. Pour les calculs, on
a pris en compte les termes anti-re´sonnants. Le temps de vie calcule´ est montre´
pour un seul mode phonon-LO (celui du GaAs) en ligne pointille´e, et en prenant
en compte les 2 modes d’un ternaire In0.1Ga0.9As en ligne pleine. Afin d’obtenir
un bon ajustement, on a utilise´ la valeur de Gru¨neisen γ = 4.0 pour les couplages
anharmoniques faisant intervenir de phonons TA (c’est-a`-dire TA+LA et TA+TA).
On a garde´ γ = 1.3 pour les autres couplages anharmoniques, qui jouent ici un roˆle
minoritaire (notamment LA+LA). Le mode`le utilise´ donne un assez bon accord, en
particulier au niveau de la forte de´pendance en e´nergie du temps de relaxation du
polaron.
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Fig. 3.10: Temps de vie des polarons pour des boˆıtes recuites, pour des modes de phonons-
LO du GaAs massif (ligne tirete´e) et pour les phonons-LO d’un ternaire In0.1Ga0.9As (ligne
pleine). Les symboles correspondent aux mesures pompe-sonde.
3.5.5 Transition entre anharmonicite´ et e´mission de pho-
nons acoustiques
Lorsque l’on abaisse fortement l’e´nergie de la transition s-p, on s’attend a` ce que
les phonons acoustiques jouent un roˆle de me´diateur direct de la relaxation. En effet,
les phonons acoustiques qui sont couple´s efficacement aux e´tats e´lectroniques ont une
longueur d’onde du meˆme ordre de grandeur que celle des fonctions d’ondes en jeu.
Or, l’e´nergie des phonons acoustiques est de ~csπ/L ∼ 1meV pour une dimension
caracte´ristique de L = 10nm. La relaxation par e´mission de phonons acoustiques
n’est donc (tre`s) efficace que pour des se´parations entre niveaux e´lectroniques de
l’ordre du meV [43]. D’ailleurs, dans les boˆıtes de grandes dimensions obtenues par
lithographie de puits quantiques, c’est ce me´canisme qui est mis en e´vidence [61].
On cherche a` e´tudier ici la transition entre les deux re´gimes de relaxation anhar-
monique de polaron et d’e´mission de phonons acoustiques.
Pour ces transitions de tre`s basse e´nergie (quelques meV), les corrections e´nerge´-
tiques polaroniques sont faibles. On a donc en bonne approximation : E1−E0 ≃ Esp
et γ0 ≃ 1 (l’e´tat polaron conside´re´ est a` tre`s forte majorite´ e´lectronique). Afin d’e´va-
luer la relaxation de px a` s par e´mission de phonons acoustiques, on calcule :
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Fig. 3.11: Temps de relaxation des polarons a` tre`s basse e´nergie pour des boˆıtes
In0.1Ga0.9As de hauteur h = 10nm (ligne pointille´e) et h = 5nm et de rayon R variable.
Le calcul prend en compte a` la fois la relaxation anharmonique des polarons et l’e´mis-
sion de phonons acoustiques. Les symboles correspondent aux mesures pompe-sonde de la
fig. 3.10.
Γspx(E) = 2π
∑
q
|〈px,0|Hd|s,1q〉|2 δ (ǫq − Esp))
=
D2cL
2
sp
8πc2sρ(β
2
sp − σ2sp)
q3
(
D(α)1 + 2α
2
α
− 1
)
exp
(
−q
2σ2sp
2
) (3.60)
avec q = E/(~cs) et α = q
√
(β2sp − σ2sp)/2). Le calcul est tout a` fait similaire a` celui
effectue´ en 2.1.2 pour le couplage de Fro¨hlich (les constantes σsp, βsp et Lsp, et la
fonction de Dawson D avaient e´te´ alors de´finies).
Le temps de relaxation de px a` s a` tempe´rature non-nulle est alors donne´ par
1/τspx = Γspx(Espx)(1 +N(Espx)). Dans ce calcul, les composantes a` 1 phonons-LO
sont ne´glige´es devant celles a` 0 phonons (γ0 ≃ α1 ≃ 1).
Cependant, le recuit des boˆıtes quantiques auto-assemble´es ne permet pas d’ob-
tenir des transitions s-p d’e´nergie aussi faible. Dans notre mode´lisation du recuit,
le niveau p n’est plus confine´ pour des e´nergies s-p infe´rieures a` 10 meV. On consi-
de`re ici une boˆıte de composition fixe´e In0.1Ga0.9As, de hauteur h fixe´e, et de rayon
R variable. Ceci permet d’avoir des niveaux p confine´s pour des boˆıtes de grandes
dimensions.
Le temps τ de relaxation qui prend en compte a` la fois la relaxation anharmonique
79
Chapitre 3. Relaxation des polarons
des polarons et l’e´mission de phonons acoustiques (~/τ = Γ1(E) + Γspx(E)) est
pre´sente´ sur la figure 3.11. Le calcul est re´alise´ ici pour deux hauteurs h diffe´rentes
de 50 et 100 A˚.
L’e´mission de phonons acoustiques pre´sente un maximum d’efficacite´ entre 1 et
2 meV, puis diminue rapidement. Ceci illustre l’effet de (( phonon bottleneck ))[43].
En e´tudiant l’expression 3.60, on s’aperc¸oit que la rapide augmentation est controˆle´e
en partie par le facteur exp(−q2σ2sp/2). L’augmentation est ainsi plus forte pour les
boˆıtes ayant une plus grande hauteur h : la conservation du vecteur d’onde selon
l’axe z est alors plus marque´e, ce qui re´duit la probabilite´ d’e´mission d’un phonon
de petite longueur d’onde. De manie`re ge´ne´rale pour les boˆıtes de formes aplaties,
l’e´mission de phonons acoustiques se fait pre´fe´rentiellement selon l’axe z, e´tant donne´
que la conservation du vecteur d’onde y est moins marque´e que dans le plan (σ < β).
La transition entre les deux re´gimes de relaxation est pre´vue aux alentours de
4 meV. Alors que l’e´mission de phonons acoustiques est tre`s sensible aux parame`tres
des boˆıtes, la relaxation anharmonique y est beaucoup moins sensible : les deux
courbes correspondant a` des hauteurs diffe´rentes sont quasiment superpose´es sur
la figure 3.11 lorsque l’anharmonicite´ est dominante. En effet, Vsp est assez peu
sensible aux variations de ge´ome´trie ; l’effet dominant provient surtout des variations
de Γph(E1 − E0).
3.5.6 Thermalisation entre py et px
Dans les expe´riences pompe-sonde, lorsque l’on excite un niveau de polarisation
x ou y de´fini, la thermalisation entre les deux niveaux polarons de partie e´lectronique
px et py doit eˆtre conside´re´e si le temps mis en jeu est plus court ou comparable a`
celui de la relaxation vers le fondamental.
On conside`re les e´tats polarons suivants :
|ψ1,x〉 = αx|px,0〉+ βx|s,1spx〉 (3.61)
|ψ1,y〉 = αy|py,0〉+ βy|s,1spy〉 (3.62)
Le taux de relaxation de |ψy〉 vers |ψx〉 par e´mission de phonons acoustiques est
donne´ a` tempe´rature nulle par Γpp(∆pp), avec ∆pp la se´paration e´nerge´tique entre
ces deux niveaux et la fonction Γpp(E) est de´finie par :
Γpp(E) = 2π
∑
q
|〈ψ1,y|Hd|ψ1,x〉|2 δ (ǫq − Esp))
= 2π|αx|2|αy|2
∑
q
|〈py,0|Hd|px,1q〉|2 δ (ǫq − Esp))
= |αx|2|αy|2
D2cβ
4
p
128πc2sρ
q7
[
D(αp)
(
2
αp
+
2
α3p
+
3
2α5p
)
− 1
α2p
− 3
2α4p
]
exp
(
−q
2σ2p
2
)
(3.63)
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Fig. 3.12: Temps de relaxation τpp = ~/Γpp entre les niveaux py et px a` tempe´rature nulle
en fonction de l’e´nergie de transition e´lectronique Esp. La se´paration anisotrope est prise
telle que ∆pp = Esp/10.
avec q = E/(~cs) et αp = q
√
(β2p − σ2p)/2).
On remarque que les composantes phonons-LO des polarons n’interviennent pas
dans ce calcul du fait de l’orthogonalite´ des deux modes phonons 1spx et 1spy .
La calcul de τpp = ~/Γpp a` tempe´rature nulle est reporte´e sur la figure 3.12. Dans
ce calcul, on suppose que ∆pp = Esp/10, afin de rendre compte de l’observation
expe´rimentale de la diminution de la se´paration anisotrope lors du recuit des boˆıtes.
De fac¸on surprenante, le temps de relaxation τpp est relativement constant sur une
grande plage d’e´nergie. Ceci est duˆ au fait que la diminution de ∆pp, et donc la
diminution du vecteur d’onde du phonon acoustique implique´ dans la relaxation, a
lieu simultane´ment avec une augmentation des dimensions de la boˆıte (diminution
de Esp).
A tempe´rature non-nulle, le taux de relaxation de py a` px par e´mission de phonons
acoustiques est (1 + N(∆pp))Γpp(∆pp), alors que celui d’absorption de px a` py est
N(∆pp)Γpp(∆pp).
Nous allons voir que ces transitions entre ces deux niveaux de polarisation dif-
fe´rentes ont des conse´quences sur les expe´riences pompe-sonde. En outre, dans le
chapitre 5, nous e´tudierons les effets sur la cohe´rence de la transition s-px.
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3.6 Simulation d’expe´riences pompe-sonde
On de´crit brie`vement le principe d’une expe´rience pompe-sonde. Deux impul-
sions (pompe et sonde) sont obtenues par se´paration d’un meˆme faisceau provenant
d’un laser a` e´lectron libre. Le faisceau sonde passe par une ligne de retard et est
atte´nue´ fortement. L’impulsion pompe (a` t = 0) excite une partie des boˆıtes de l’e´tat
fondamental vers l’e´tat excite´. L’impulsion sonde arrive sur l’e´chantillon apre`s un
de´lai re´glable τ dans une direction diffe´rente de la pompe, et l’on mesure sa trans-
mission. La mesure de cette transmission en fonction du de´lai τ permet d’obtenir
des informations sur la dynamique du syste`me.
A la re´sonance polaron, les deux polarons sont se´pare´s d’environ 2Vsp = 8 meV.
Le temps correspondant ~/2Vsp est de 80 femtosecondes. Pour les expe´riences re´a-
lise´s graˆce a` des lasers a` e´lectrons libres, la dure´e des impulsions est supe´rieur a`
la picoseconde. On pourra donc ne´gliger les effets d’excitation cohe´rente des deux
branches polaroniques.
3.6.1 Signal mesure´
On conside`re que les impulsions (pompe et sonde) ne sont re´sonnantes qu’avec la
seule transition entre le niveau fondamental g et un niveau excite´ e, de populations
respectives ng et ne.
Le signal de la sonde transmis est donne´ par :
I = I0e
pα1(ne−ng) ≃ I0 [1 + pα1(ne − ng)] (3.64)
ou` I0 serait l’intensite´ transmise en l’absence de boˆıtes, α1 est le coefficient d’absorp-
tion d’une couche de boˆıtes quantiques et p le nombre de couches. Sur les e´chantillons
e´tudie´s, les mesures de transmission en excitation continue donnent un coefficient
d’absorption de l’ordre de α = 0.2, ce qui justifie le de´veloppement au premier ordre
(α ≃ pα1).
Lors d’une expe´rience pompe-sonde, la variation de transmission normalise´e de
la sonde s’e´crit :
T (t) = I(t)− I0
Im − I0 (3.65)
ou` Im est l’intensite´ transmise maximale mesure´e imme´diatement apre`s l’impulsion
pompe a` t = 0.
Si neqe et n
eq
g sont les populations a` l’e´quilibre des niveaux e et g, les populations
apre`s l’impulsion pompe seront de la forme neqe + δ et n
eq
g − δ. On peut de´finir des
populations normalise´es Ng et Ne par
ne(t) = n
eq
e + δNe(t) (3.66a)
ng(t) = n
eq
g + δ(Ng(t)− 1) (3.66b)
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Fig. 3.13: Signal pompe sonde mesure´ a` l’e´nergie d’excitation de 18 meV pour les polari-
sations x et y. Les simulations correspondantes sont e´galement montre´es (voir texte pour
les parame`tres utilise´s).
Avant excitation on a alors Ng = 1 et Ne = 0, puis Ng = 0 et Ne = 1 juste apre`s
l’impulsion pompe. La variation de transmission normalise´e s’e´crit alors :
T (t) = 1 +Ne(t)−Ng(t)
2
(3.67)
3.6.2 Signal pompe-sonde avec thermalisation entre px et py
On conside`re maintenant les 3 niveaux s, px et py. Les e´quations couple´es sont :
dNpx
dt
= −ΓxNpx + Γpp
(
[N(∆pp) + 1]Npy −N(∆pp)Npx
)
(3.68a)
dNpy
dt
= −ΓyNpy + Γpp
(
N(∆pp)Npx − [N(∆pp) + 1]Npy
)
(3.68b)
dNs
dt
= ΓxNpx + ΓyNpy (3.68c)
On conside`re une impulsion a` t = 0, de largeur temporelle petite devant les temps
de relaxation en jeu (mais suffisamment large pour e´viter les effets d’excitations
cohe´rentes). Cette hypothe`se est assez bien ve´rifie´e pour les impulsions picoseconde
de´livre´e par les lasers a` e´lectrons libres. A t = 0 Npx = 1 (0), Npy = 0 (1) et Ns = 0
pour une impulsion polarise´e selon x (y).
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La figure 3.13 montre le signal pompe-sonde mesure´ pour une excitation de
18meV a` une tempe´rature de 10 K, ainsi qu’un ajustement re´alise´ en utilisant
le mode`le pre´sente´ ici pour les parame`tres suivants : ~/Γx = ~/Γy = 200ps,
τpp = ~/Γpp = 40ps, et ∆pp = 1.8meV. Ces temps de relaxation du polaron ~/Γx/y
correspondent aux mesures de´ja` pre´sente´es pre´ce´demment (voir figure 3.10), alors
que le temps de relaxation τpp est a e´te´ calcule´ (voir figure 3.12) pour ∆pp = 1.8meV.
Sur la figure 3.13, on remarque que le signal pompe-sonde pour une polarisation
selon y de´croˆıt plus vite que pour une polarisation selon x. Ceci est duˆ a` la relaxation
de py vers px par e´mission de phonons acoustiques. Ce phe´nome`ne avait de´ja` e´te´
mis en e´vidence sur les polarons a` plus haute e´nergie dans la re´fe´rence [12]. Ici,
cependant, l’absorption de phonons acoustiques de px vers py n’est pas ne´gligeable,
meˆme a` T = 10 K e´tant donne´ que la la se´paration anisotrope ∆pp est infe´rieur a`
2 meV. Le signal pompe-sonde polarise´ selon x a par conse´quent un comportement
le´ge`rement bi-exponentiel4.
Conclusion
Dans ce chapitre, nous avons e´tudie´ la relaxation des polarons. Pour cela, nous
avons employe´ une description simple mais re´aliste de l’anharmonicite´, et nous avons
pris en compte le fait que diffe´rents canaux de de´sinte´gration possibles de´pendent
de l’e´nergie des polarons. Ainsi, nous ne limitons pas seulement aux me´canismes
de de´sinte´gration connus dans le massif. Cela nous conduit a` une de´pendance en
e´nergie du temps de vie des polarons beaucoup plus forte que celle pre´dit par le
mode`le semi-classique. Dans la gamme terahertz, ce comportement est confirme´ par
des expe´riences sur des e´chantillons recuits : les temps de vie augmentent fortement
lorsque l’e´nergie de la transition s-p est abaisse´e, atteignant un temps de vie d’une
nanoseconde pour des e´nergies de transition d’environ 15 meV. Pour des boˆıtes
quantiques encore plus grandes, nous avons e´tudie´ la transition qui devrait avoir lieu
entre les me´canismes d’e´mission de phonons acoustiques et celui d’anharmonicite´ du
polaron.
4Les points expe´rimentaux de la figure 3.10 correspondent a` un ajustement exponentiel aux
temps longs du signal pompe-sonde.
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Chapitre 4
Retournement du spin dans les
boˆıtes a` 2 e´lectrons
Dans le chapitre pre´ce´dent, nous avons e´tudie´ la relaxation des premiers e´tats ex-
cite´s pour des boˆıtes quantiques charge´es avec un seul e´lectron. Nous e´tudions ici des
boˆıtes charge´es avec deux e´lectrons. Les expe´riences pompe-sonde produisent alors
des re´sultats tout a` fait diffe´rents : on observe une relaxation de type bi-exponentielle.
Il est alors ne´cessaire de prendre en compte le degre´ de liberte´ supple´mentaire que
constitue le spin. En prenant en compte les couplages spin-orbite, en plus des diffe´-
rents couplages aux phonons, nous calculons dans ce chapitre les temps ne´cessaires
au retournement de spin. Ces calculs seront alors utilise´s pour simuler les expe´riences
pompe-sonde re´alise´es par le groupe de Sheffield.
Cette e´tude s’inscrit dans le contexte plus large d’e´tude du spin dans les boˆıtes
quantiques, qui suscite de nombreux travaux actuellement en vue d’utilisation du
spin comme base e´le´mentaire (qubit) du calcul quantique. Dans la re´fe´rence [62], le
temps de vie du spin de l’e´lectron dans l’e´tat fondamental s d’une boˆıte quantique
InAs/GaAs a e´te´ mesure´, pouvant aller jusqu’a` 20 millisecondes lorsqu’un champ
magne´tique est applique´. D’autres expe´riences [63] ont montre´ que cet e´tat de spin
de l’e´lectron peut eˆtre (( lu )) et (( e´crit )) en utilisant un pompage interbande
polarise´ circulairement. Dans ce cas, l’e´lectron photo-excite´ additionne´ a` l’e´lectron
initial peuvent former des e´tats singulets ou triplets de spin. Le temps de vie des
e´tats triplets joue un roˆle primordial dans l’efficacite´ de ce processus. Cependant,
aucune e´tude pre´cise de ce temps de vie des e´tats triplets n’avait e´te´ faite jusqu’ici.
4.1 Re´sultats expe´rimentaux
Afin de controˆler la population des boˆıtes quantiques, des e´chantillons ayant une
densite´ de boˆıtes 4 × 1010 cm−2 sont dope´s avec des atomes de silicium place´s dans
un plan situe´ a` 2 nm en dessous de la couche de mouillage. Les concentrations de
dopants sont de 4×1010 cm−2 (e´chantillon A) et 8×1010 cm−2 (e´chantillons B et C).
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Fig. 4.1: Transmission normalise´e de la sonde en fonction du temps de de´lai entre la
pompe et la sonde pour les e´chantillons A (1 e´lectron/boˆıte) et B (2 e´lectrons/boˆıte) a`
5 K et a` une e´nergie de 55 meV. Des ajustements mono-exponentiels sont effectue´s afin
d’extraire les constantes de temps.
On s’attend donc a` avoir 1 e´lectron par boˆıte en moyenne pour l’e´chantillon A et 2
pour les e´chantillons B et C. Des mesures de PLE apportent une confirmation du
controˆle du dopage. Pour l’e´chantillon A, on observe un pic a` environ 36 meV au-
dessus de l’e´nergie de de´tection, attribue´ a` la re´plique phonon-LO du fondamental.
Par contre, on n’observe pas de tel pic pour les e´chantillons B et C. En effet, pour
une boˆıte dope´e avec 2 e´lectrons, le niveau s est de´ja` plein. On ne peut donc pas cre´er
une paire e´lectron-trou dans l’e´tat fondamental excitonique ou sa re´plique phonon-
LO : les e´tats excite´s optiquement font alors ne´cessairement intervenir des e´tats p.
D’autre part, des mesures intrabandes de magne´to-transmission ont e´te´ effectue´es
sur ces e´chantillons [58]. Une augmentation de la force de couplage de Fro¨hlich est
observe´e entre les e´chantillons A et B, ce qui est pre´vu the´oriquement (voir 4.3)
lorsque l’on passe de 1 a` 2 e´lectrons par boˆıtes.
La dynamique de relaxation des polarons excite´s a e´te´ e´tudie´e (par le groupe de
Sheffield) graˆce une spectroscopie pompe-sonde dans l’infra-rouge lointain [64] (hν =
55 meV). Les transitions e´lectroniques de s a` p ont un dipoˆle dans le plan et peuvent
donc eˆtre observe´es avec une excitation lumineuse selon l’axe de croissance. Les
lasers a` e´lectrons libres FELIX (Free Electron Laser for Infrared eXperiments, situe´
aux Pays-Bas) et FELBE (Free Electron Laser at the Electron Linear accelerator,
situe´ a` Dresde) ont e´te´ utilise´s. Des impulsions picosecondes polarise´es selon l’axe
cristallographique [011] peuvent eˆtre mises en re´sonance avec la transition de s a` px
[12, 65]. Le signal pompe-sonde pour les e´chantillons A et B a` basse tempe´rature, et
a` la meˆme e´nergie d’excitation de 55 meV, est montre´ sur la figure 4.1. L’e´chantillon
86
4.2. Spectre e´nerge´tique d’une boˆıte doublement charge´e
a` 1 e´lectron par boˆıte pre´sente une de´croissance exponentielle avec une constante
de temps τ1 = 50± 4 ps, alors que celui a` 2 e´lectrons pre´sente une de´croissance a` 2
temps : une de´croissance initiale rapide avec une constante de temps de 30 ± 3 ps,
suivie d’une de´croissance a` l’e´chelle de la nanoseconde [65].
Afin d’expliquer cette relaxation bi-exponentielle pour les boˆıtes a` 2 e´lectrons,
nous prenons en compte dans la suite trois principaux couplages :
– le couplage coulombien d’e´change, qui le`ve la de´ge´ne´rescence entre e´tats sin-
gulets et triplets de spin ;
– l’interaction de Fro¨hlich pour ces e´tats a` 2 e´lectrons, qui conduit a` des e´tats
polarons de spin bien de´finis (singulets ou triplets) ;
– l’interaction spin-orbite de Dresselhaus, qui conduit a` un me´lange de ces e´tats
polarons singulets et triplets.
Nous verrons les diffe´rents types de relaxation permises par ces couplages. La re-
laxation de l’e´nergie se fera par e´mission de phonons acoustiques pour des se´parations
e´nerge´tiques de quelques meV, ou bien par le me´canisme d’instabilite´ anharmonique
des polarons (que nous avons e´tudie´ au chapitre 3) pour des e´nergies en jeu plus
grandes.
4.2 Spectre e´nerge´tique d’une boˆıte doublement
charge´e
Afin de calculer le spectre e´nerge´tique d’une boˆıte doublement charge´e, nous cal-
culons au pre´alable les e´tats e´lectroniques a` une particule (voir chapitre 1). Nous
conside´rons les trois premiers niveaux, s, px et py. Comme expose´ en 1.3.4, la compo-
sition et les dimensions de la boˆıte GaxIn1−xAs sont choisies afin de rendre compte
simultane´ment des e´nergies de transition interbande (1.12 eV, e´nergie mesure´e du
pic de PL) et intrabande (55 meV, e´nergie utilise´e ici dans l’expe´rience pompe-
sonde). La se´paration e´nerge´tique anisotrope 2VA est prise e´gale a` celle de´termine´e
par les mesures d’absorption : 2VA = 6 meV pour l’e´chantillon B et 2VA7.5 meV
pour l’e´chantillon C (voir encart fig. 4.5(a)). Nous calculons ensuite l’interaction
coulombienne dans la base tronque´e des e´tats a` deux particules sans interaction.
Cette base comporte les 9 e´tats obtenus par combinaison des 3 e´tats a` une particule
conside´re´e (ss, spx, spy, pxs, pxpx, pxpy, pys, pypx et pypx). Nous prenons alors en
compte l’interaction coulombienne dans cette base :
– La partie diagonale de l’interaction coulombienne, qui donne des corrections
positives, de l’ordre d’une vingtaine de meV. En particulier, nous calculons des
couplages diagonaux de 26.6meV lorsque les deux e´lectrons sont dans l’e´tat s,
et de 21.8meV lorsque l’un est dans l’e´tat s et l’autre dans l’e´tat px.
– La partie hors-diagonale, qui comporte notamment les termes d’e´change. Ceux-
ci donnent lieu a` une leve´e de de´ge´ne´rescence entre e´tats syme´trise´s et anti-
syme´trise´s, qui sont respectivement singulets et triplets de spin lorsque l’on
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Fig. 4.2: Diagramme e´nerge´tique de boˆıtes quantiques charge´es avec 2 e´lectrons. Les e´tats
singulets et triplets sont de´signe´s par les exposants S et T respectivement. Les fle`ches
pleines repre´sentent les processus de relaxation conservant le spin, celles tirete´es de´signant
les processus de relaxation avec retournement du spin.
prend en compte le caracte`re fermionique des e´lectrons. On note VE l’e´nergie
coulombienne d’e´change entre s et px/y :
VE =
〈
s(1)p(2)u
∣∣∣∣ e24πε0εr|r(1) − r(2)|
∣∣∣∣ p(1)u s(2)〉 (4.1)
ou` u = x ou y et les exposants 1 et 2 nume´rotent les deux e´lectrons. On calcule
2VE ≈ 10.5 meV pour les e´chantillons B et C (cette e´nergie coulombienne peut
eˆtre mesure´e directement dans les expe´riences de photoluminescence sur boˆıte
unique lorsque la boˆıte est doublement charge´e [66]). Les e´tats singulets et
triplets de spin seront repe´re´s respectivement par les exposants S et T. Ils
s’e´crivent :
|spu〉S = 1√
2
(|s(1)p(2)u 〉+ |p(1)u s(2)〉)⊗ 1√
2
(| ↑(1)↓(2)〉 − | ↓(1)↑(2)〉) (4.2a)
|spu〉Tms =
1√
2
(|s(1)p(2)u 〉 − |p(1)u s(2)〉)⊗

| ↑(1)↑(2)〉, (ms = +1)(| ↑(1)↓(2)〉+ | ↓(1)↑(2)〉) /√2, (ms = 0)
| ↓(1)↓(2)〉, (ms = −1)
(4.2b)
Dans ces calculs, la constante die´lectrique est εr = 14.3 (cela correspond a` une
interpolation line´aire entre GaAs et InAs).
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Un sche´ma des e´tats de plus basse e´nergie est pre´sente´ sur la figure 4.2. Les
premiers e´tats excite´s sont re´partis en 4 niveaux d’e´nergie : d’une part, la se´paration
anisotrope se´pare les niveaux px et py ; d’autre part, l’interaction d’e´change se´pare
chacune de ces polarisations entre singulet et triplet. Pour les boˆıtes e´tudie´es ici,
2VA est plus petit que 2VE, par conse´quent les deux triplets |spx〉T et |spy〉T ont des
e´nergies plus basses que le premier e´tat singulet excite´ |spx〉S.
Par ailleurs, d’apre`s les valeurs des e´nergies coulombiennes donne´es ci-dessus,
on remarque que l’e´nergie de transition a` 2 e´lectrons entre singulets |ss〉S et |spu〉S
est environ e´gale a` celle a` 1 e´lectron entre |s〉 et |pu〉. En effet, VE e´tant environ
e´gale a` la diffe´rence entre les termes diagonaux, les deux effets (termes diagonaux et
terme d’e´change) ont tendance a` se compenser. Par contre, la transition (interdite
optiquement) vers les e´tats triplets aura une e´nergie nettement plus basse.
Sur la figure 4.2, les lignes pleines indiquent les processus conservant le spin
(τa,τc), et les tirete´es ceux de retournement de spin (τb,τd,τe) qui peuvent intervenir
apre`s photo-excitation du singulet |spx〉S. Ces diffe´rents processus de relaxation sont
e´tudie´s dans la suite.
4.3 Relaxation des polarons singulets
Dans la base des e´tats a` deux e´lectrons, on calcule les couplages aux phonons
LO. Le couplage de Fro¨hlich conservant le spin, on obtient des polarons singulets
ou triplets, dont le spin est bien de´fini. Ce sont des superpositions d’e´tats de type
|(ab)L,n〉 avec a,b = s,px ou py, L = S ou T et n est le nombre de modes de
phonon-LO.
Pour les premiers e´tats singulets excite´s, le couplage de Fro¨lich dominant s’e´crit :
〈(ss)S,1|H(1)F +H(2)F |(spx)S,0〉 =
√
2〈s,1|HF |px,0〉 (4.3)
Ainsi ce couplage est augmente´ d’un facteur
√
2 par rapport au cas du polaron a` un
e´lectron. Cet effet a e´te´ mis en e´vidence sur l’e´chantillon B par des expe´riences de
magne´to-transmission [58] : les anticroisements observe´s sont environ
√
2 fois plus
forts que pour des boˆıtes dope´es avec 1 e´lectron.
Comme la force de couplage de Fro¨hlich (∼ 7meV) reste faible devant l’e´cart
e´nerge´tique avec la re´sonance (19 meV), le diagramme de la figure 4.2 reste valide
pour repre´senter les polarons dont la composante a` 0 phonon est majoritaire. Par
commodite´, on de´signera les e´tats polarons par leur partie e´lectronique dominante.
Etant donne´ l’augmentation de la force de couplage, le polaron singulet a un
poids phonon-LO plus grand que dans le cas a` un e´lectron. Loin de la re´sonance,
l’augmentation de la force de couplage d’un facteur
√
2 entraˆıne une augmentation
du poids phonon-LO d’un facteur 2. En conse´quence, le temps de vie du polaron
singulet (τa) est environ deux fois plus court que le polaron a` un e´lectron sonde´ avec
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des photons de meˆme e´nergie. Plus pre´cise´ment, si on applique la formule trouve´e
au chapitre 3 pour un couplage augmente´ d’un facteur
√
2, on a :
1
τa
=
2V 2sp
(E − ELO)2 + 2V 2sp
Γph(E)
~
(4.4)
ou` E est l’e´nergie du polaron a` 2 e´lectrons et correspond a` l’e´nergie sonde´e expe´-
rimentalement de 55 meV. En comparant cette expression a` celle du polaron a` 1
e´lectron, on en de´duit une relation entre le temps de vie du polaron singulet τa et
celui du temps de vie du polaron a` 1 e´lectron ayant la meˆme e´nergie :
τa
τ1e-
=
1
2
× (E − ELO)
2 + 2V 2sp
(E − ELO)2 + V 2sp
(4.5)
Nume´riquement, on trouve ici que τa = τ1e-/1.9. Expe´rimentalement, sur la fi-
gure 4.1, les temps de de´croissance sont de τ1e- ≈ 50 ps et τa ≈ 30 ps aux temps
courts, ce qui donne un rapport τ1e-/τa ≈ 1.7 proche de la valeur attendue. En plus
des incertitudes expe´rimentales, le le´ger de´saccord peut s’expliquer par des fluctua-
tions de l’occupation des boˆıtes dans l’e´chantillon [67].
4.4 Interaction spin-orbite
Afin de rendre compte d’e´ventuel retournement de spin entre les e´tats singulets
et triplets, on prend en compte l’interaction spin-orbite. On peut distinguer deux
types d’interaction spin-orbite dans les semi-conducteurs :
– le terme de Dresselhaus [68], qui est intrinse`que aux cristaux n’ayant pas de
syme´trie d’inversion ;
– le terme de Rashba, qui provient de l’asyme´trie du potentiel de confinement
au niveau de l’he´te´rostructure.
Nous verrons que le terme de Dresselhaus est dominant pour le syste`me conside´re´
ici. Il s’e´crit :
HD = γ σ ·κ (4.6)
ou` σ sont les matrices de Pauli,
κx = kx(k
2
y − k2z)
κy = ky(k
2
z − k2x)
κz = kz(k
2
x − k2y)
(4.7)
avec k = −i∇ l’ope´rateur impulsion de l’e´lectron, et γ est la constante de Dressel-
haus, qui de´pend du mate´riau conside´re´ : γGaAs = 7 a.u. et γInAs = 26 a.u. (unite´s
atomiques) [69, 70].
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Dans la suite, on conside`rera initialement le couplage spin-orbite en jeu dans
une boˆıte contenant 1 e´lectron (4.4.1), puis aux conse´quences en terme de relaxation
du spin de cet e´lectron lorsqu’un champ magne´tique est applique´ (4.4.2), avant de
nous inte´resser au me´lange singulet-triplet dans une boˆıte a` 2 e´lectrons (4.4.3). Les
processus de relaxation avec retournement de spin dans une boˆıte a` 2 e´lectrons seront
e´tudie´s dans les sections 4.5 et 4.7.
4.4.1 Boˆıte a` 1 e´lectron
Dans le cas d’une boˆıte a` un e´lectron, les e´tats s et p avec des orientations de
spin oppose´es sont couple´s par
〈s ↑ |HD|px ↓〉 = 〈s ↓ |HD|px ↑〉 = −iV spD (4.8)
ou` l’e´le´ment de matrice V spD est donne´ par :
V spD = γ〈s|κx|px〉
= γ
(〈s|kxk2y|px〉 − 〈s|kxk2z |px〉)
= γ
(
− σ
2
spβ
2
sp
σsσpβsβ4p
(
1− β
2
sp
2β2p
)2
+
σ2spβ
2
sp
σsσ3pβsβ
2
p
(
1− β
2
sp
2β2p
)(
1− σ
2
sp
2σ2p
)) (4.9)
Pour γ = 22 a.u.(cette valeur sera discute´e dans la suite), on trouve |V Dsp | = 3.9
meV . Ce couplage est tre`s sensible a` l’extension des fonctions d’ondes, et donc
tre`s de´pendant de l’e´nergie de confinement (de´termine´e par la composition). En
particulier, on calcule des couplages spin-orbite plus e´leve´s pour des boˆıtes ayant
des e´nergies de PL plus faibles.
On a e´galement calcule´ le terme de Rashba [71] entre ces deux e´tats et trouve´
qu’il e´tait deux ordres de grandeur plus faible que V Dsp
1.
4.4.2 Retournement du spin entre sous-niveaux Zeeman
Cette section n’est pas directement lie´e au the`me central de ce chapˆıtre (boˆıtes a`
2 e´lectrons). Le but est ici d’illustrer, dans un cas plus simple (boˆıtes a` 1 e´lectron), le
me´canisme de relaxation avec retournement du spin rendu possible par le couplage
de Dresselhaus.
Lorsqu’un champ magne´tique est applique´ selon z, on a une leve´e de de´ge´ne´res-
cence entre les e´tats |ψ ↑〉 et |ψ ↓〉 par effet Zeeman. On s’inte´resse au temps de
relaxation entre ces deux e´tats. Expe´rimentalement, des mesures de ce temps de vie
du spin ont e´te´ effectue´es dans la re´fe´rence [62].
1Le terme de Rashba pourrait peut-eˆtre devenir aussi important que celui de Dresselhaus si un
fort champ e´lectrique e´tait applique´ verticalement.
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L’effet Zeeman est de ±geµBB/2 selon la projection du spin selon l’axe du champ
magne´tique (ici z), avec ge = 0.8 d’apre`s la re´fe´rence [72]. L’e´cart e´nerge´tique entre
|s, ↓〉 et |p, ↑〉 est donc augmente´ de geµBB alors que celui entre |s, ↑〉 et |p, ↓〉 est
re´duit de geµBB. Les e´tats propres me´lange´s de spin s’e´crivent :
|ψ ↑〉 ≃ |s, ↑〉+ βx,1|px, ↓〉+ βy,1|py, ↓〉 (4.10a)
|ψ ↓〉 ≃ |s, ↓〉+ βx,2|px, ↑〉+ βy,2|py, ↑〉 (4.10b)
avec
βu,1 = (−iδu,x + δu,y)
(
V spD
Espu(B)− geµBB
)
(4.11a)
βu,2 = (−iδu,x + δu,y)
(
V spD
Espu(B) + geµBB
)
(4.11b)
ou` δu,x = 1 si u = x et 0 sinon, et Espu(B) est l’e´nergie de transition e´lectronique
entre s et pu qui tient compte de l’effet Zeeman orbital (la syme´trie des e´tats pu
n’est plus strictement x ou y). La relaxation entre ces nouveaux e´tats propres par
e´mission de phonons acoustiques peut alors eˆtre exprime´e :
Γ = 2π
∑
q
|〈ψ ↑ |Hd +Hpiezo|ψ ↓ ,q〉|2δ(ǫq − geµBB) (4.12)
ou` Hd et Hpiezo sont les hamiltoniens de de´formation et pie´zoe´lectrique (voir 1.5).
Ces perturbations e´tant diagonales en spin, on obtient :
〈ψ ↑ |Hd +Hpiezo|ψ ↓ ,q〉 =
∑
u=x,y
(βi,2 + β
∗
i,1)〈p|Hd +Hpiezo|s,q〉
=
∑
u=x,y
(−iδu,x + δu,y)
[
V spD
Espu(B) + geµBB
− V
sp
D
Espu(B)− geµBB
]
〈p|Hd +Hpiezo|s,q〉
=
∑
u=x,y
(−iδu,x + δu,y) 2V
sp
D geµBB
E2spu(B)
〈p|Hd +Hpiezo|s,q〉
(4.13)
Le taux de relaxation du spin est donc :
Γ = (V SPD geµBB)
2
(
1
E4spx
+
1
E4spy
)
Γsp(geµBB) (1 +N(geµBB)) (4.14)
ou` Γsp(E) serait le taux de relaxation entre les e´tats p et s a` tempe´rature nulle si
leur se´paration e´nerge´tique e´tait E (e´nergie du phonon acoustique e´mis),
Γsp(E) = 2π
∑
q
|〈p,0|Hd +Hpiezo|s,1q〉|2δ(ǫq − E) (4.15)
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(a) Temps de vie du spin mesure´ dans la re´fe´rence [62] (les symboles
sont les mesures expe´rimentales, les lignes correspondent a` des ajuste-
ments en loi de puissances)
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(b) Temps de vie calcule´ pour diffe´rentes tempe´ratures avec les meˆmes
parame`tes de boˆıtes que ceux utilise´s pour mode´liser les boˆıtes a` 2
e´lectrons
Fig. 4.3: Temps de relaxation du spin mesure´ (a) et calcule´ (b) entre les sous-niveaux
Zeeman de l’e´tat e´lectronique fondamental s pour une boˆıte quantique charge´e avec un
e´lectron en fonction du champ magne´tique.
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La de´pendance en e´nergie de ce terme est diffe´rente pour les deux types d’in-
teractions aux phonons acoustiques en jeu : de la forme aE5 pour le potentiel de
de´formation (calcule´ en 3.5.5) et en bE3 pour le terme piezoe´lectrique.
Au final, la de´pendance en champ magne´tique du temps de retournement de spin
est de la forme :
Γ ∝
[
a(geµBB)
7 + b(geµBB)
5
]
(1 +N(geµBB)) (4.16)
ou` N(E) est la fonction de Bose-Einstein. Le temps de vie du spin ~/Γ est trace´
sur la figure 4.3 en fonction du champ magne´tique. On obtient un accord qualitatif
avec les donne´es expe´rimentales de la re´fe´rence [62], ou` les mesures ont e´te´ effectue´es
a` T = 1K. On trouve que le terme pie´zoe´lectrique est dominant pour des champs
magne´tiques infe´rieurs a` environ 10 T. A champ magne´tique nul (ou tre`s faible), les
couplages hyperfins aux spins nucle´aires ont pour effet de limiter le temps de vie du
spin [73].
4.4.3 Boˆıte a` 2 e´lectrons
Pour une boˆıte a` deux e´lectrons, le terme de Dresselhaus couple les e´tats singulets
et triplets. Les couplages intervenant entre les e´tats conside´re´s sont les suivants :
– L’e´tat singulet |spx〉S est couple´ aux deux e´tats triplets |pxpy〉T±1 (ces e´tats
doublement excite´s n’apparaissent pas sur la figure 4.2) par :
〈(spx)S|H(1)D +H(2)D |(pxpy)T±1〉 = −
V Dsp√
2
(4.17)
Nous de´signerons d’un tilde les e´tats apre`s diagonalisation. La fonction d’onde
de l’e´tat a` majorite´ singulet s’e´crit au premier ordre de perturbation :
|˜spx〉S ≃ |spx〉S −
V Dsp√
2Esp
(|pxpy〉T−1 + |pxpy〉T+1) (4.18)
avec Esp l’e´nergie moyenne de transition s-p : Esp = (Espx + Espy)/2.
– L’e´tat fondamental |ss〉S est couple´ aux deux e´tats triplets |spx/y〉T±1 par :
〈(ss)S|H(1)D +H(2)D |(spx/y)T±1〉 = −V Dsp (4.19)
Les e´tats propres a` majorite´ triplets sont alors :
˜|spy/x〉T±1 ≃ |spy/x〉T±1 +
V Dsp
Esp
|ss〉S (4.20)
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4.5 Relaxation de singulet a` triplet
Graˆce a` ce me´lange de spin, la relaxation induite par les phonons acoustiques est
de´sormais possible entre les e´tats de´crits dans les e´quations 4.18 et 4.20. Le temps
de relaxation τb est donne´ par :
1
τb
=
2π
~
∑
i=±1
∑
q
∣∣∣〈 ˜(spx)S,nq|Ha|(˜spy)Ti ,(n+ 1)q〉∣∣∣2 δ (ǫq − 2(Ve − Va))
≃ 2
(√
2 +
1√
2
)2(V Dsp
Esp
)2∑
q
|〈px,nq|Ha|s,(n+ 1)q〉|2 δ (ǫq − 2(Ve − Va))
(4.21)
avec Ha = H
(1)
a +H
(2)
a le potentiel de de´formation pour les phonons acoustiques
longitudinaux, et nq le facteur d’occupation de Bose pour les phonons-LA de vec-
teur d’onde q. Le facteur 2 rend compte de la relaxation vers deux e´tats des trois
e´tats triplets ayant pour projection de spin ±1. Sur la figure 4.4, ce me´canisme de
retournement de spin est calcule´ a` basse tempe´rature en fonction de la se´paration
anisotrope 2VA.
Ce temps de retournement de spin comporte un minimum lorsque l’e´nergie a`
relaxer 2(VE − VA) (la se´paration entre |spx〉S et |spy〉T ) correspond a` des longueurs
d’ondes pour les phonons de l’ordre des dimensions de la boˆıte.
Pour les e´chantillons e´tudie´s ici, les valeurs pour 2(VE − VA) sont de l’ordre de
quelques meV, ce qui conduit a` des temps de retournement de spin de l’ordre de
centaines de picosecondes.
Notons que ces e´nergies sont beaucoup trop grandes pour eˆtre relaxe´es via l’in-
teraction hyperfine avec les spins des noyaux [73].
Le temps de relaxation entre |spx〉S et le triplet de plus basse e´nergie |spx〉T
est donne´ par la meˆme courbe. Cependant, la se´paration e´nerge´tique est alors de
2VE = 10.5 meV, ce qui donne un temps plusieurs ordres de grandeurs plus long que
τb (obtenu en extrapolant τb(2VA) a` sa valeur en 2VA = 0). On peut donc ne´gliger
ce canal, qui n’est d’ailleurs pas indique´ sur la figure 4.2.
4.6 Relaxation entre e´tats triplets
Une fois dans l’e´tat triplet de plus basse e´nergie |spy〉T , on peut avoir relaxation
par e´mission de phonons acoustiques vers le plus bas ensemble de triplets |spx〉T .
Le calcul de ce temps de relaxation (τc) en fonction de la se´paration anisotrope est
montre´ sur la figure 4.4. Ce calcul est le meˆme que pour celui d’une boˆıte a` un e´lectron
de py a` px : 1/τc = Γpp(∆pp)/~ a` basse tempe´rature (voir 3.5.6). La de´pendance en
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Fig. 4.4: Temps de retournement de spin entre singulet et triplet τb (ligne pleine) et temps
de relaxation entre triplets τc (ligne pointille´e) en fonction de la se´paration anisotrope 2VA
a` T=0K et pour 2VE = 10.5 meV. Les traits pointille´s indiquent les valeurs correspondant
aux se´parations e´nerge´tiques mesure´es sur les deux e´chantillons e´tudie´s.
∆pp de ce temps de relaxation avait de´ja` e´te´ e´tudie´ dans la re´fe´rence [12]. Ici nous
trouvons des temps τc de 95 ps et 1.1 ns pour respectivement 2VA = 6.0 and 7.5meV.
4.7 Temps de vie de l’e´tat triplet
On e´tudie ici les chemins de relaxation d et e (voir figure 4.2), qui impliquent
un retournement du spin. Le me´canisme de retournement de spin par e´mission de
phonons acoustiques, e´tudie´ en 4.5, est ici totalement inefficace compte tenu de
l’e´nergie en jeu. Comme nous allons le voir dans cette section, ces processus sont tout
de meˆme rendus possibles graˆce a` la fois aux couplages spin-orbite, aux couplages
de Fro¨hlich et a` l’anharmonicite´ du cristal.
Il faut tout d’abord souligner une diffe´rence importante par rapport au cas a`
1 e´lectron. Dans le chapitre 3, seul le couplage de Fro¨hlich non-diagonal (entre les
couches s et p) joue un roˆle important pour de´terminer le temps de vie anharmo-
nique des polarons. Dans le cas pre´sent a` 2 e´lectrons, l’interaction de Fro¨hlich ne
peut pas coupler triplets et singulets directement. Par contre, le terme de Dressel-
haus VD couple singulet et triplet, mais a` nombre de phonons identiques. Nous allons
voir ici que la combinaison de ce couplage de Dresselhaus avec l’interaction de Fro¨h-
lich diagonale permet de coupler l’e´tat triplet a` la re´plique a` 1 phonon du niveau
fondamental (singulet), et par conse´quent entraˆıne une relaxation anharmonique.
Tout d’abord nous diagonalisons les interactions de Fro¨hlich entre les e´tats a`
nombres de phonons-LO diffe´rents. Les e´tats implique´s dans la suite sont : les po-
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larons triplets |(spy/x)T±1,0˜sp〉, l’e´tat fondamental |ss,0˜ss〉, ainsi que ses re´pliques a` 1
phonon |ss,1˜ss(q)〉. Les e´tats de phonons utilise´s sont de´finis dans la suite.
On utilise le formalisme de Huang-Rhys (voir 2.2.3) afin de de´crire les e´tats pola-
rons singulets et triplets de plus basses e´nergies. A partir des ope´rateurs annihilation
et cre´ation a(q) et a+(q) des phonons-LO de vecteur d’onde q, on de´finit les nouveaux
ope´rateurs suivants :
bss(q) = a(q) + 2Ss(q) (4.22a)
bspx(q) = a(q) + Ss(q) + Spx(q) (4.22b)
ou` Ss(q) et Spx(q) sont de´finis par :
Ss(q) =
〈s,0q|HF |s,1q〉
ELO
(4.23a)
Spx(q) =
〈px,0q|HF |px,1q〉
ELO
(4.23b)
Les modes fondamentaux associe´s aux ope´rateurs bss(q) et bspx(q) sont respec-
tivement |0˜ss〉 et |0˜spx〉. Ainsi les e´tats propres sont donne´s par |ss,0˜ss〉 pour l’e´tat
fondamental singulet et par |(spx)T ,0˜spx〉 pour l’e´tat triplet. La re´plique a` 1 phonon
de l’e´tat fondamental singulet s’e´crit |ss,1˜ss(q)〉, avec ˜|1ss(q)〉 = b+ss(q)|˜0ss〉.
D’apre`s l’e´quation 4.19, l’interaction spin-orbite couple les e´tats e´lectroniques
|sp〉T±1 et |ss〉S. En prenant le couplage spin-orbite en perturbation dans la base
polaron introduite ci-dessus, on obtient les e´tats a` dominante triplet et ze´ro-phonon
suivants :
˜|spy/x〉T±1 ≃ |(spy/x)T±1,0˜sp〉+
V Dsp
Ed/e
〈0˜ss|0˜sp〉|ss,0˜ss〉
+
V Dsp
Ed/e − ELO
∑
q
〈1˜ss(q)|0˜sp〉|ss,1˜ss(q)〉
(4.24)
avec Ed/e l’e´nergie correspondante aux transitions d (pour τd) et e (pour τe)
respectivement. La composante sur l’e´tat fondamental a` 1 phonon-LO rend possible
la relaxation vers le fondamental, graˆce aux me´canismes anharmoniques e´tudie´s dans
le chapitre 3. Le temps de vie de ces polarons s’e´crit :
1
τd/e
=
1
τLO(Ed/e)
∣∣∣∣∣ V DspEd/e − ELO
∣∣∣∣∣
2∑
q
∣∣∣〈1˜ss(q)|0˜sp〉∣∣∣2 (4.25)
avec τLO(Ed/e) = ~/Γ
ph(Ed/e) le temps de vie d’un phonon-LO qui aurait l’e´nergie
Ed/e (comme de´fini dans le chapitre 3). Ce temps τLO(E) est extrait a` partir des
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donne´es expe´rimentales sur les polarons a` 1 e´lectron [12], par la relation τLO(Ed/e) =
τ1e−/|β|2, ou` β est la composante phonon-LO calcule´e au chapitre 3 et τ1e− est tire´
de l’expe´rience.
Dans l’e´quation 4.24, le me´lange entre l’e´tat triplet et la re´plique a` 1 phonon de
l’e´tat fondamental singulet fait intervenir les recouvrements suivants :
〈˜0sp|0˜ss〉 = exp
(
−1
2
∑
q
|Ss(q)− Sp(q)|2
)
(4.26)
〈˜0sp|1˜ss(q)〉 = 〈˜0sp
∣∣b+sp(q) + S∗s (q)− S∗px(q)∣∣ 0˜ss〉
=
[
S∗s (q)− S∗px(q)
]
e−
1
2
P
q |Ss(q)−Sp(q)|2
(4.27)
Afin de de´terminer le temps de vie de l’e´tat triplet (Eq. 4.25), nous calculons :∑
q
|〈˜0sp|1˜ss(q)〉|2 = Y e−Y (4.28)
avec Y =
∑
q |Ss(q)− Sp(q)|2.
Finalement, on calcule τe = 4.9 ns pour le temps de vie du triplet de plus basse
e´nergie. Pour le triplet de plus grande e´nergie, on trouve τd = 10 ns et 12 ns pour
respectivement 2VA = 6.0 et 7.5meV (le temps de vie de´pend alors de l’anisotropie
via l’e´nergie Ed).
L’e´quation 4.24 fait intervenir l’efficacite´ des processus anharmoniques par l’in-
terme´diaire de τLO(E). On s’attend donc a` ce que la de´pendance en e´nergie du temps
de vie des e´tats triplets soit similaire a` celle du polaron a` 1 e´lectron, e´tudie´e dans le
chapitre 3, mais avec un couplage de Fro¨hlich Vsp remplace´ par V
D
sp
√
Y e−Y . En effet,
la formule 4.25 est valable tant que V Dsp
√
Y e−Y ≪ Ed/e−ELO, de la meˆme fac¸on que
pour un e´lectron |β|2 = V 2sp/(E − ELO)2 (voir chapitre 3) tant que Vsp ≪ E − ELO.
La formule plus ge´ne´rale valable e´galement a` la re´sonance entre e´tats triplets et
phonon-LO s’e´crit :
1
τd/e
=
1
τLO(Ed/e)
|V Dsp |2Y e−Y
(Ed/e − ELO)2 + |V Dsp |2Y e−Y
(4.29)
4.8 Expe´riences pompe-sonde : comparaison
expe´riences-simulations
On compare ici les comportements aux temps longs et leurs de´pendances en
tempe´rature pour les deux e´chantillons contenant 2 e´lectrons par boˆıte (B and C). Le
signal pompe-sonde, mesure´ a` T = 9K sur une e´chelle de temps d’une nanoseconde
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Fig. 4.5: (a) Signal pompe-sonde mesure´ pour les e´chantillons de boˆıtes doublement char-
ge´e B (ligne rouge) et C (ligne noire). Encart : Spectre d’absorption sous incidence normale
pour des polarisations selon [011] (lignes pleines) et [011] (lignes pontille´es) pour les e´chan-
tillons B (lignes rouges) et C (ligne noire, de´cale´e verticalement de 20% pour une meilleure
clarte´). (b) Signal pompe-sonde calcule´ pour des se´parations anisotropes de 6.0 meV (ligne
rouge) et 7.5 meV (ligne noire).
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sur la figure 4.1 en utilisant le laser a` e´lectron libres FELBE, est pre´sente´ sur la
figure 4.5(a).
Sur les spectres d’absorption en continue (encart de la figure 4.5(a)), les deux
e´chantillons a` 2 e´lectrons par boˆıtes e´tudie´s posse`dent des se´parations anisotropes
de 2VA ∼ 6.0 meV (e´chantillon B) et 2VA ∼ 7.5 meV (e´chantillon C).
Les deux e´chantillons donnent lieu a` des signaux pompe-sonde a` deux temps.
L’e´chantillon C donne une composante longue de plus grande amplitude que l’e´chan-
tillon B. Les temps de de´clin de ces composantes longues sont d’environ ∼ 2ns et
∼ 5ns pour les e´chantillons C et B respectivement (la pre´cision est limite´e par le
temps de de´lai maximum expe´rimental de 1.2 ns).
Nous avons simule´ le signal pompe-sonde pour des boˆıtes posse´dant de telles ani-
sotropies. Le calcul est pre´sente´ sur la figure 4.5(b). Il prend en compte les diffe´rents
chemins de relaxation indique´s sur la figure 4.2. L’e´volution temporelle est calcule´e
nume´riquement a` partir des e´quations d’e´volution des populations correspondantes
a` ces diffe´rents chemins. La transmission normalise´e est donne´e par (1+Ne−Ng)/2
2, avec la population de l’e´tat fondamental qui ve´rifie Ng = 0 apre`s l’impulsion du
laser (t = 0) alors que la population Ne de l’e´tat photo-excite´ |spSx〉 est prise a` 1.
Dans cette simulation, τa = 30ps a e´te´ extrait de l’ajustement de la figure 4.1, alors
que τb, τc, τd et τe ont e´te´ calcule´s comme de´crit plus haut, pour les deux valeurs
expe´rimentales de 2VA : 6.0 meV et 7.5 meV (tous les autres parame`tres e´tant les
meˆmes). Les calculs sont effectue´s avec γ = 22 a. u., ce qui correspond au meilleur
ajustement entre le temps de vie calcule´ et celui mesure´ pour l’e´tat triplet Les cal-
culs sont tre`s sensibles a` γ, e´tant donne´ que τb et τe sont proportionnels a` 1/γ
2.
Cette valeur peut eˆtre compare´e a` une interpolation line´aire entre les valeurs des
mate´riaux massifs GaAs et InAs en utilisant la fraction molaire de GaAs x = 0.4
extraite de la mode´lisation des boˆıtes, ce qui donne γ = 18 a. u.
On trouve un bon accord ge´ne´ral entre l’expe´rience et la simulation du signal
pompe-sonde. En particulier, on explique bien l’augmentation de la composante
longue lorsque l’anisotropie augmente.
Le temps initial de de´croissance est gouverne´ par τa, alors que l’amplitude initiale
(c’est a` dire extrapole´e a` t = 0) de la composante longue est donne´e par le ratio
∼ τa/2τb. Les calculs pre´disent une diminution de τb lorsque l’anisotropie augmente
(fig.4.4) et par conse´quent, e´tant donne´ que τa est e´gal dans les deux e´chantillons, une
augmentation de la composante longue. La diffe´rence entre simulation et expe´rience
sur la valeur absolue de cette composante longue peut eˆtre due a` la de´pendance forte
de τb en fonction de 2(VE − VA) (voir figure 4.4). En effet, dans notre mode´lisation,
nous avons calcule´ les temps de relaxation correspondant a` une boˆıte ayant des
caracte´ristiques moyennes. Une mode´lisation plus fine serait obtenue en prenant en
compte la distribution (que nous ne connaissons pas) des valeurs de 2(VE−VA) dans
l’e´chantillon, dues aux fluctuations des parame`tres des boˆıtes.
Par ailleurs, la diffe´rence entre la mesure (∼ 2 ns) et le calcul (∼ 5 ns) du temps
2il y avait une erreur dans notre article [74]
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long pour l’e´chantillon C est probablement due a` la forte de´pendance en tempe´rature,
ce que nous discutons ci-dessous.
Sur la figure 4.6, les mesures et simulations sont compare´es pour diffe´rentes
tempe´ratures. Les encarts de la figure 4.6 montrent la de´pendance en tempe´rature
calcule´e pour les temps τa et τb. Le me´canisme de de´sinte´gration du polaron (τa) par
anharmonicite´ de sa composante phonon-LO en 2 phonons-LA de meˆme e´nergie (∼
27meV) est tre`s peu sensible a` la tempe´rature en-dessous de 120K. Par conse´quent,
lorsque l’on augmente la tempe´rature, le principal effet est de re´duire les temps τb
et τc ainsi que les temps de leurs processus inverses correspondants τ
−
b et τ
−
c par
absorption de phonons acoustiques (non indique´ sur la figure 4.2). Par conse´quent,
le ratio τa/τb augmente, ce qui entraˆıne une augmentation de la composante longue.
Cet effet est observe´ expe´rimentalement pour l’e´chantillon B (voir la figure 4.6(a))
ou` une augmentation de la tempe´rature de 20 K a` 80 K entraˆıne une augmentation
de la composante longue.
D’autre part, le temps long de´croˆıt avec la probabilite´ de processus d’absorption
de phonons acoustiques (temps τ−c et τ
−
b ), ce qui permet la relaxation vers le niveau
fondamental via l’e´tat excite´ singulet.
La dynamique de relaxation du spin est relativement diffe´rente entre les deux
e´chantillons.
– Pour l’e´chantillon B, apre`s un retournement de spin du singulet vers le triplet
du haut, on a une relaxation rapide (τc ∼ 90ps) vers le triplet de plus basse
e´nergie. A basse tempe´rature, le temps long observe´ est gouverne´ seulement
par le temps de vie τe de cet e´tat triplet. Lorsque l’on augmente la tempe´rature,
les processus d’absorption de phonons τ−c et τ
−
b provoquent une de´croissance
du temps de vie de l’e´tat triplet avec une e´nergie d’activation de 2VE
– Pour l’e´chantillon C, τc est conside´rablement plus long (∼ 1 ns) a` cause de
la plus grande anisotropie. Pour des de´lais infe´rieurs a` 500 ps, les e´tats tri-
plets occupe´s sont majoritairement ceux de plus haute e´nergie. L’absorption
de phonons acoustiques pour retourner dans l’e´tat singulet (τ−b ) est facilement
active´e thermiquement puisque 2(VE − VA) est de seulement 3 meV pour cet
e´chantillon.
Sur la figure 4.6, ces diffe´rences de comportement avec la tempe´rature sont obser-
ve´es expe´rimentalement. En particulier, la de´croissance de la population pour l’e´tat
triplet dans l’e´chantillon C n’est pas exponentielle aux temps longs : on observe un
ralentissement de la relaxation correspondant a` la relaxation vers l’e´tat triplet de
plus basse e´nergie sur l’e´chelle de temps de la nanoseconde, en bon accord avec les
simulations ou` τc ≃ 1ns.
Au-dessus de 100K, on observe expe´rimentalement une relaxation plus rapide
par rapport aux simulations. Ceci peut s’expliquer par une contribution e´ventuelle
de niveaux de plus hautes e´nergies qui ne sont pas pris en compte dans le mode`le.
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(b) Echantillon C
Fig. 4.6: De´pendance en tempe´rature des signaux pompe-sonde mesure´s et simule´s pour
les e´chantillons (B) et (C). Encarts : Temps de relaxation τa (ligne pleine noire) et τb (ligne
tirete´e rouge) en fonction de la tempe´rature.
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Conclusion
En conclusion, on a e´tudie´ la relaxation des e´lectrons dans des boˆıtes contenant
2 e´lectrons. Les polarons de spin singulet excite´s ont un temps de vie environ deux
fois plus court que dans le cas a` un e´lectron. Le retournement de spin entre e´tats
singulets et triplets, est rendu possible graˆce au couplage spin-orbite et est accom-
pagne´ par l’e´mission de phonons acoustiques. Les e´tats triplets relaxent a` l’e´chelle
de la nanoseconde, cette relaxation e´tant assiste´e par des me´canismes de type an-
harmonicite´ polaronique. Ces me´canismes sont tre`s sensibles aux e´nergies en jeu : le
temps de retournement singulet-triplet de´pend de l’anisotropie des boˆıtes, alors que
le temps de vie des e´tats triplets a une de´pendance en e´nergie semblable a` celle des
polarons a` un e´lectron.
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Chapitre 5
Cohe´rence des transitions
intrabandes
Le caracte`re discret des niveaux e´lectroniques dans les boˆıtes quantiques conduit
ge´ne´ralement a` des temps de cohe´rence plus longs que dans les syste`mes de plus
grande dimensionnalite´. En particulier, de longs temps de cohe´rence ont e´te´ mesu-
re´s pour la transition excitonique fondamentale [75, 76, 77, 78]. La spectroscopie de
me´lange a` quatre ondes de´ge´ne´re´ est souvent utilise´e pour de´terminer les proprie´-
te´s de cohe´rence. Son avantage re´side dans le fait qu’elle permet de s’affranchir de
l’e´largissement inhomoge`ne pour un ensemble de boˆıtes. Dans le cas de la transition
interbande fondamentale, diffe´rentes e´tudes [79, 80, 81] ont montre´ que cette tran-
sition e´tait compose´e d’une raie a` ze´ro phonons (ZPL) e´troite au milieu d’une raie
large provenant des ailes de phonons acoustiques.
Concernant les transitions intrabandes, des e´tudes on e´te´ re´alise´es sur des niveaux
hauts en e´nergie dans la bande de valence et donnent un de´phasage de l’ordre de
15 ps [82]. Cependant, aucune e´tude the´orique n’a permi d’identifier pre´cise´ment les
me´canismes de de´phasage pour ces transitions intrabandes.
Dans le cas des transitions intrabandes e´tudie´es dans cette the`se, on peut se
demander si la cohe´rence est limite´e par la relaxation anharmonique des polarons
e´tudie´e au chapitre 3, ou si il y a des me´canismes supple´mentaires de de´cohe´rence.
S’il y en a, donnent-ils un e´largissement lorentzien, c’est a` dire une de´croissance
exponentielle ?
Dans ce chapitre nous nous inte´ressons aux proprie´te´s de cohe´rence de la transi-
tion intrabande entre le fondamental (s) et le premier niveau excite´ (px) de la bande
de conduction. Nous avons e´tudie´ la relaxation de la population entre ces niveaux
dans le chapitre 3. L’objet de ce chapitre sera donc de de´terminer les processus
additionnels (dits de de´phasage pur) qui affectent la cohe´rence ce cette transition.
Apre`s avoir pre´sente´ les expe´riences re´alise´es, nous e´tudierons successivement
deux sources intrinse`ques de de´phasage des transitions intrabandes :
– La pre´sence d’ailes de phonons acoustiques propres a` cette transition intra-
bande. Nous verrons que ces ailes acoustiques induisent des oscillations amor-
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Fig. 5.1: Comparaison entre les signaux d’e´cho de photon (ligne tirete´e) et pompe-sonde
(ligne pleine) mesure´s a` 10 K et pour des e´nergies de transition de 53 meV en fonction
du de´lai entre les deux impulsions incidentes. L’encart montre l’absorption au carre´ et
l’intensite´ maximale du signal d’e´cho de photon en fonction de l’e´nergie de transition pour
le meˆme e´chantillon.
ties d’une partie de la cohe´rence. Ne´anmoins, il subsiste une partie de la cohe´-
rence correspondant a` la raie a` ze´ro phonons.
– Les transitions re´elles et virtuelles vers le deuxie`me e´tat excite´ (py). Nous ver-
rons que ces deux types de transitions conduisent a` un e´largissement lorentzien
de la raie a` ze´ro-phonon.
Finalement, nous simulerons l’expe´rience d’e´cho de photons que nous compa-
rerons aux re´sultats expe´rimentaux obtenus par le groupe de Sheffield sur des
e´chantillons dope´s avec un e´lectron par boˆıte.
5.1 Re´sultats expe´rimentaux et proble´matiques
5.1.1 Expe´rience de me´lange a` quatre ondes
L’e´chantillon e´tudie´ ici est similaire a` ceux rencontre´s dans les chapitres pre´ce´-
dents. Le spectre d’absorption de l’e´chantillon e´tudie´ ici a e´te´ montre´ sur la figure 1.4
dans le chapitre 1. Il est dope´ avec 1 e´lectron par boˆıte. Il pre´sente une se´paration
anisotrope entre les e´tats px et py de ∆pp ≈ 5 meV.
Nous re´sumons ici les caracte´ristiques de la technique d’e´cho de photon, ou me´-
lange a` quatre ondes de´ge´ne´re´. Deux impulsions sont envoye´es sur l’e´chantillon de
vecteur d’onde k1 et k2, se´pare´es par un de´lai temporel τ . Le ratio entre les deux
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Fig. 5.2: Echo de photon pour des e´nergies d’excitation de 48 meV et 53 meV
impulsions est de 1 :2 (l’aire de la deuxie`me impulsion est le double de la premie`re).
L’intensite´ de l’e´cho de photon est mesure´ dans la direction 2k2 − k1. L’intensite´
incidente maximale est de ∼ 50 W/mm2. Les mesures sont effectue´es a` faible inten-
site´, dans le re´gime en χ(3), ce qui signifie que l’intensite´ de l’e´cho de photon garde
une de´pendance cubique en fonction de l’intensite´ d’excitation (voir annexe B).
5.1.2 Cohe´rence a` basse tempe´rature
La comparaison entre les signaux de me´lange a` quatre ondes et pompe-sonde
pour une e´nergie de 53 meV est effectue´e sur la figure 5.1. Afin de ve´rifier que le
signal mesure´ correspond a` l’e´cho de photon de la transition s-px, la de´pendance
spectrale est mesure´e. On trouve qu’elle suit bien un comportement proportionnel
au carre´ de l’absorption line´aire de la transition s-px.
A 10 K, le signal de l’e´cho de photon peut eˆtre ajuste´ graˆce a` une exponentielle
de constante de temps τFWM ≈ 22 ps. Or le temps de de´phasage est de T2 = 4τFWM
[83]. Par conse´quent, le de´phasage a` basse tempe´rature est d’environ T2 ≈ 88 ps. Ceci
correspond, aux incertitudes de mesure pre`s, a` 2T1 ≈ 100 ps obtenu inde´pendamment
par la mesure pompe-sonde.
En comparant la largeur homoge`ne Γ2 = 2~/T2 a` celle cre´e´e uniquement par la
relaxation de la population Γ1 = ~/T1, on de´finit un e´largissement dit de de´phasage
pur Γ∗2 par la relation :
Γ2 = Γ1 + Γ
∗
2 (5.1)
avec Γ∗2 = 2~/T
∗
2 . La relation correspondante entre les temps de de´phasage total
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(T2), de relaxation de la population (T1), et de de´phasage pur (T
∗
2 ) s’e´crit :
1
T2
=
1
2T1
+
1
T ∗2
(5.2)
A basse tempe´rature (10 K), on a environ T2 ≃ 2T1, ce qui indique que les me´ca-
nismes de de´phasages purs sont ne´gligeables (T ∗2 est supe´rieur a` plusieurs centaines
de ps).
Les mesures ont e´te´ effectue´es pour 2 e´nergies d’excitation. Le temps de de´pha-
sage diminue de 88 a` 60 ps lorsque l’on abaisse l’e´nergie d’excitation de 53 a` 48 meV.
Cette tendance est en accord avec celle du temps de vie e´tudie´ au chapitre 3. En effet,
pour une e´nergie de 48 meV, les temps de relaxation mesure´s dans la re´fe´rence [12]
sont d’environ 40 ps.
5.1.3 De´cohe´rence a` tempe´rature e´leve´e : roˆle des phonons
acoustiques ?
Cependant, pour des tempe´ratures supe´rieures a` 20K, le temps de de´phasage
diminue beaucoup plus rapidement que le temps de vie, qui e´volue comme Γ1 =
[1 +N(~ωp/2)]
2
~/T 01 . Il faut donc prendre en compte des sources additionnelles de
de´phasages.
Dans les sections suivantes, nous prenons en compte l’interaction aux phonons
acoustiques longitudinaux. Celle-ci peut s’e´crire sous la forme :
V =
∑
i,j
∑
q
M ijq (aq + a
+
−q)|i〉〈j| (5.3)
avec M ijq = Dc
√
~q
2ρcsV
〈i|eiq.r|j〉. Les e´tats |i〉 conside´re´s sont les e´tats |s〉, |ψ1,x〉 et
|ψ1,y〉, ou` |ψ1,x〉 et |ψ1,y〉 sont les e´tats polarons a` dominante e´lectronique px ou py1 :
|ψ1,x〉 = αx|px,0〉+ βx|s,1spx〉
|ψ1,y〉 = αy|py,0〉+ βy|s,1spy〉
(5.4)
Pour simplifier les notations, |i〉 de´signe ici l’e´tat polaron avec la composante
dominante sur l’e´tat e´lectronique i = s,pxou py. En effet, pour les transitions as-
siste´es par phonons acoustiques, la nature polaronique des e´tats n’apportera que
des termes correctifs par rapport au cas purement e´lectronique (ceci est uniquement
valable pour des polarons e´loigne´s de la re´sonance).
Dans un premier temps, nous prendrons en compte la partie diagonale de cette
interaction. Nous verrons qu’elle donne naissance a` des ailes de phonons entourant
1On ne conside`re pas les e´tats polarons a` majorite´ phonon-LO, qui sont tre`s e´loigne´s e´nerge´-
tiquement aussi bien de |s〉 que de |ψ1,x〉, et par conse´quent jouent un roˆle ne´gligeable dans les
processus de de´cohe´rence discute´s ici.
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la raie principale a` ze´ro-phonons, sans pour autant contribuer a` l’e´largissement de
celle-ci. Puis nous prendrons en compte la partie non-diagonale de l’interaction aux
phonons acoustiques entre les e´tats px et py. Traite´e a` l’ordre le plus bas, elle est
responsable de l’absorption de phonons de px vers py a` tempe´rature non-nulle. A
l’ordre supe´rieur, cette interaction donne des transitions virtuelles qui contribuent
a` la perte de cohe´rence. Ces deux contributions (diagonales et non-diagonales) sont
traite´es se´pare´ment dans la suite (sections 5.2 et 5.3 respectivement).
5.2 Ailes de phonons acoustiques
Diffe´rentes me´thodes existent afin d’e´tudier les conse´quences du couplage Huang-
Rhys sur la cohe´rence des transitions. Ce proble`me est e´galement connu sous le
nom de (( mode`le des bosons inde´pendants )). On prend en compte uniquement la
partie diagonale de l’interaction aux phonons acoustiques. Comme on le verra pour
les diffe´rents cas de figure (interbande ou intrabande), l’hamiltonien d’interaction
e´lectron-phonon du syste`me a` 2 niveaux (|g〉,|e〉 ) peut se mettre sous la forme :
V = |e〉〈e|
∑
q
Mq(aq + a
+
−q) (5.5)
Nous allons commencer ici par calculer directement la forme des ailes de pho-
nons acoustiques ; nous en de´duirons les proprie´te´s de cohe´rence de la transition.
Dans l’annexe A, nous exposons une me´thode de calcul des ailes de phonons. Cette
me´thode est valable dans le cas d’un continuum de phonons, c’est a` dire d’un cristal
conside´re´ comme infini du point de vue des modes de vibrations. La solution ge´ne´-
rale du proble`me [84] est souvent utilise´e dans la litte´rature [79, 80]. L’expression
pre´sente´e dans l’annexe A est cependant plus simple, car elle exploite le fait que les
phonons forment un continuum (en particulier, on ne peut pas avoir absorption ou
e´mission multiple d’un meˆme mode de phonon).
Le re´sultat obtenu pour le spectre d’absorption de la transition g-e est le suivant :
A(E) = Zef (E) (5.6)
ou` l’exponentielle de la fonction f est prise au sens du produit de convolution :
ef = δ(E) + f(E) +
1
2
[f ⊗ f ](E) + ...+ 1
p!
[f ⊗p−1 f ](E) (5.7)
La fonction f e´tant de´finie par :
f(ε) =
∑
q
|Mq|2
ε2
[N(|ε|) + Θ(ε)] δ(|ε| − ~ωq) (5.8)
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ou` Θ est la fonction de Heaviside. Z est le poids de la raie a` ze´ro-phonon :
Z =
∫ +∞
−∞
dEf(E) (5.9)
Cette me´thode n’est applicable que si la fonction f est sommable. Pour cela, il
faut que le couplage
∑
q |Mq|2δ(|E| − ~ωq) se comporte comme Eα avec α > 2 au
voisinage de 0 (ceci correspond au re´gime super-ohmique2).
Cette formule fait intervenir une somme des contributions des processus a` nombre
de phonons donne´. La contribution des processus a` 1 phonon est donne´ par la fonc-
tion Zf(E). Les processus faisant intervenir plusieurs phonons sont exprime´s par
une convolution successive de f .
La transforme´e de Fourier de A(E) est :
g(t) = exp
[∫ +∞
−∞
dEf(E)
(
e−iEt/~ − 1)] = exp [f(t)− f(0)] (5.10)
ou` f(t) est la transforme´e de fourier de f(E). Ce re´sultat est obtenu par une autre
me´thode dans la re´fe´rence [86], en conside´rant la relaxation de la polarisation.
Dans la suite, nous calculons les ailes de phonons associe´es a` la transition intra-
bande s-p. Nous reviendrons d’abord sur le calcul des ailes de phonons interbandes,
qui ont de´ja` fait l’objet de nombreuses e´tudes [79, 80, 81]. Nous calculerons ensuite
les ailes de phonons associe´es a` la transition intrabande s-p.
5.2.1 Ailes de phonons en interbande
Dans le cas d’une paire e´lectron-trou (chacun e´tant dans son e´tat fondamental),
l’e´le´ment de matrice a` conside´rer est :
Mq =
√
~q
2ρcsV
(
De〈se|eiq.re |se〉+Dh〈sh|eiq.rh |sh〉
)
(5.11)
Les contributions provenant des deux termes s’ajoutent e´tant donne´ que les po-
tentiels de de´formation sont de meˆme signe pour les e´lectrons et pour les trous.
Il est inte´ressant d’e´tudier le comportement de f au voisinage de 0 (c’est a` dire
pour q ≪ 1/σ, σ e´tant une dimension caracte´ristique de la boˆıte) :
f(E) =
(N(|E|) + Θ(E))E
4π2ρcs(~cs)3
(De +Dh)
2 (5.12)
Si la tempe´rature est nulle, cette fonction est nulle en 0. Par contre, pour une
tempe´rature finie T , f prend la valeur suivante en 0 :
f(0) =
kT
4π2ρcs(~cs)3
(De +Dh)
2 (5.13)
2On se reportera a` la re´fe´rence [85] pour les notions de couplages ohmiques, super-ohmiques ou
sub-ohmiques
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Ainsi f prends une valeur non-nulle en 0 a` tempe´rature finie. Ce comportement
est diffe´rent de celui que nous verrons pour le cas intrabande.
Le calcul complet de A(E) sans la contribution de la raie a` ze´ro-phonon apparaˆıt
en pointille´ sur la figure 5.3.
5.2.2 Ailes de phonons en intrabande
L’Hamiltonien permettant de rendre compte des ailes de phonons dans le cas
d’une excitation entre l’e´tat s et l’e´tat |ψ1,x〉 est :
H =|s〉〈s|
[
Es +
∑
q
{
~ωqa
+
q aq +M
ss
q (a
+
q + aq)
}]
+ |ψ1,x〉〈ψ1,x|
[
Eψ1,x +
∑
q
{
~ωqa
+
q aq +M
ψ1,xψ1,x
q (a
+
q + aq)
}] (5.14)
En appliquant le formalisme de Huang-Rhys a` chacun de ces deux niveaux, on peut
le re´e´crire sous la forme :
H = |s〉〈s|
[
E˜s +
∑
q
~ωqc
+
q cq
]
+ |ψ1,x〉〈ψ1,x|
[
E˜ψ1,x +
∑
q
~ωqd
+
q dq
]
(5.15)
ou` l’on a de´fini les ope´rateurs suivants :
cq = aq +
M ssq
~ωk
(5.16)
dq = aq +
M
ψ1,xψ1,x
q
~ωq
(5.17)
et ou` les e´nergies corrige´es s’e´crivent :
E˜s = Es −
∑
q
|M ssq |2
~ωq
(5.18)
E˜1,px = Eψx −
∑
q
|Mψ1,xψ1,xq |2
~ωq
(5.19)
On a alors
dq = cq + Sq (5.20)
avec
Sq =
M
ψ1,xψ1,x
q −M ssq
~ωq
(5.21)
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Fig. 5.3: Comparaison entre les absorptions normalise´es due aux ailes de phonons des
transitions intrabandes et interbandes pour diffe´rentes tempe´ratures, sans la raie a` ze´ro-
phonons. L’e´nergie de transition de la raie a` ze´ro-phonons est prise comme origine. Le
calcul des ailes de phonons intrabandes est montre´ en lignes pleines, alors que celui des
ailes interbandes est en lignes pointille´es.
Si l’on note |n〉 les e´tats propres de c+q cq et |˜n〉 ceux de d+q dq, alors les recouvrements
entre ces deux bases sont donne´es par les meˆmes formules que dans l’annexe A,
pourvu que l’on remplace Mq par M
ψ1,xψ1,x
q −M ssq .
Il faut alors calculer
Mψ1,xψ1,xq −M ssq = |αx|2Mpxpxq + |βx|2M ssq −M ssq
= |αx|2
(
Mpxpxq −M ssq
)
= |αx|2
√
~q
2ρ
De
(〈px|eiq.re |px〉 − 〈s|eiq.re |s〉 ) (5.22)
La diffe´rence apparaissant dans cette dernie`re parenthe`se s’annule a` vecteur
d’onde nulle (q = 0) ; le premier terme non nul du de´veloppement est en q2. Comme
ce terme intervient au carre´ dans f , f va se comporter comme E4 au voisinage de 0
a` tempe´rature finie.
La figure 5.3 montre le calcul des ailes de phonons sans la raie a` ze´ro-phonons
pour les transitions intrabandes et interbandes fondamentales (l’e´nergie de transition
de la raie a` ze´ro-phonons est prise comme origine). Dans les deux cas, a` tempe´rature
nulle, il n’existe qu’un seul pic d’ailes de phonons correspondant a` l’e´mission de
phonons. L’e´nergie correspondante est positive car on s’inte´resse a` l’absorption en
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Fig. 5.4: Absorption intrabande normalise´e d’une boˆıte unique calcule´e pour diffe´rentes
tempe´ratures (en e´chelle logarithmique). L’e´nergie de transition de la raie a` ze´ro-phonons
est prise comme origine.
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Fig. 5.5: Absorption intrabande normalise´e d’une boˆıte unique calcule´e pour des tempe´-
ratures de 100K, 200K et 300K. L’e´nergie de transition de la raie a` ze´ro-phonons est prise
comme origine.
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fonction de l’e´nergie d’excitation : si l’e´nergie du photon incident est supe´rieur a`
l’e´nergie de la raie a` ze´ro-phonons, alors l’absorption du photon peut avoir lieu si elle
est accompagne´e d’e´mission d’un ou plusieurs phonons, permettant la conservation
de l’e´nergie.
A tempe´rature non-nulle, on remarque une nette diffe´rence de comportement :
pour la transition excitonique, les ailes de phonons forment un seul pic, centre´ a`
une e´nergie le´ge`rement supe´rieure a` celle de la raie a` ze´ro-phonons. Pour les ailes
de la transition intrabande, il y a 2 pics distincts de part et d’autre de la raie a`
ze´ro-phonons.
Le calcul de l’absorption A(ε), convolue´ avec une lorentzienne de largeur Γ2 qui
sera calcule´e dans la suite, est montre´ sur la figure 5.4 pour diffe´rentes tempe´ratures.
La forme des ailes de phonons est caracte´ristique de la nature intrabande de la
transition. En effet, nous avons vu que f(ε) se comportait comme ε4 autour de
ε = 0. Or la fonction f repre´sente les processus a` 1 phonon, qui sont ici largement
dominants pour de´terminer la forme des ailes de phonons. f est pique´e aux alentours
de 1.5 meV, ce qui correspond a` des phonons ayant une longueur d’onde de l’ordre
de la taille de la boˆıte. Ainsi les ailes de phonons intrabandes sont constitue´s de 2
pics se´pare´s de la raie a` ze´ro-phonons. Les termes d’ordres supe´rieurs (processus a`
plusieurs phonons, associe´s aux convolutions dans le de´veloppement 5.7) apportent
une le´ge`re correction. En particulier, sur la figure 5.3, contrairement a` f , les ailes
de phonons ne s’annulent pas comple`tement en ε = 0. Ceci est duˆ aux processus
multi-phonons dont le bilan e´nerge´tique absorption/e´mission est nul.
Une interpre´tation plus qualitative peut eˆtre mene´e en raisonnant sur la de´-
formation du cristal provoque´e par le potentiel de de´formation. La cre´ation d’une
paire e´lectron-trou (transition interbande) cre´e une dilation du cristal dans la boˆıte
quantique. A tempe´rature non nulle, cette dilatation de la boˆıte quantique peut eˆtre
associe´e a` l’absorption ou l’e´mission de phonons de grande longueur d’onde. Par
contre, dans la cas d’une transition intrabande, le volume du cristal au niveau de
la boˆıte quantique est conserve´e, il n’y a donc pas de de´formation a` longue por-
te´e pouvant conduire a` l’e´mission ou l’absorption de phonons de grande longueur
d’onde.
La figure 5.5 montre qu’a` tempe´rature ambiante la raie centrale devient tre`s
e´largie, formant avec les ailes de phonons un fonds d’absorption continu. On discutera
dans la section suivante les processus d’e´largissement de cette raie centrale.
5.3 Transitions re´elles et virtuelles vers py
E´tant donne´ que la raie a` ze´ro-phonons est donne´e par une fonction dirac
dans l’e´quation 5.8, la partie diagonale de l’interaction aux phonons acoustiques
ne contribue pas a` la largeur Γ2. Par contre, la partie hors-diagonale peut jouer
un roˆle non-ne´gligeable. E´tant donne´ la grande se´paration e´nerge´tique entre s et px
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(∆sp ≃ 50 meV), nous ne´gligerons ici le couplage des phonons acoustiques a` cette
transition. Par contre, on s’attend a` ce que les couplages des phonons acoustiques a`
la transition px-py (∆pp ≃ 5 meV) jouent un roˆle important. Dans cette section, on
e´tudie le roˆle joue´ par ces couplages dans la de´cohe´rence de la transition intrabande
s-px. Pour simplifier les notations, on confondra les e´tats polarons ψ1,x et ψ1,y avec
leur composante majoritaire e´lectronique px et px dans cette section.
5.3.1 Ge´ne´ralite´s sur la de´cohe´rence
On cherche ici a` e´tablir le lien entre la de´cohe´rence de la transition s-px et les
couplages aux phonons acoustiques entre les e´tats px et py. Pour cela, on va calculer
l’e´volution temporelle du dipoˆle associe´ a` la transition s-px apre`s une excitation
initiale.
Comme l’e´tat fondamental s est tre`s e´loigne´ energe´tiquement des autres niveaux,
on suppose qu’il n’est pas affecte´ par les couplages aux phonons acoustiques. Avec
cette hypothe`se, l’hamiltonien conside´re´ est :
H = H0 + V (5.23a)
H0 = Es|s〉〈s|+ Epx|px〉〈px|+ Epy |py〉〈py|+
∑
q
~ωqa
+
q aq (5.23b)
V =
∑
q
(aq + a
+
−q)(M
pxpy
q |px〉〈py|+Mpypxq |py〉〈px|) (5.23c)
L’ope´rateur dipolaire de la transition s-px est d = |s〉〈px| + |px〉〈s|. Supposons
que le syste`me soit initialement dans l’e´tat |ψ(0−)〉 = |s,φ0〉, ou` |φ0〉 de´crit l’e´tat de
phonon initial : |φ0〉 = |n1, n2,...,nN〉 avec ni l’occupation du mode de phonon i et
N est le nombre de cellules unitaires (N → +∞). Les ni seront pris plus loin de
fac¸on a` satisfaire la statistique de Bose a` tempe´rature T et a` l’e´nergie εi.
Une impulsion Dirac est envoye´e a` t = 0. L’ope´rateur e´volution correspondant
s’e´crit Ud = e
−iΘd avec Θ l’aire de l’impulsion. Au temps t apre`s l’impulsion, l’e´tat
s’e´crit |ψ(t)〉 = e−iHt/~Ud|s,φ0〉. La valeur moyenne du dipoˆle ainsi cre´e´ apre`s un
de´lai t est :
P (t) =〈ψ(t)|d|ψ(t)〉 = 〈s,φ0|U+d eiHt/~de−iHt/~Ud|s,φ0〉
=
−i
2
sin(2Θ)〈s,φ0|eiHt/~de−iHt/~d|s,φ0〉+ cc
(5.24)
Afin d’alle´ger les expressions dans la suite, on prends l’origine des e´nergies est
prise au niveau de |px,φ0〉. E´tant donne´ que l’e´volution dans l’e´tat fondamental est
libre, on obtient :
P (t) =
−i
2
sin(2Θ)e−iEspxt/~〈px,φ0|e−iHt/~|px,φ0〉+ cc (5.25)
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La valeur moyenne du dipoˆle est donc proportionnelle a` la probabilite´ de rester
dans l’e´tat |px,φ0〉 en fonction du temps. En l’absence de couplage aux phonons
acoustiques V , cette amplitude est donne´e par l’e´volution libre cos(Espxt/~). Dans
la suite, on calcule cette amplitude en prenant en compte l’interaction e´lectron-
phonon V dans l’hamiltonien 5.23.
5.3.2 Calcul de la de´cohe´rence
Pour t > 0, l’ope´rateur e´volution s’e´crit :
e−iHt/~ = − 1
2iπ
∫ +∞
−∞
dEe−iEτ/~G+(E) (5.26)
avec G+(E) = G(E + i0+) est la fonction de Green retarde´e et G(z) = 1/(z − H)
est l’ope´rateur re´solvante.
Afin d’e´valuer ce terme, on utilise la me´thode des ope´rateurs de projection dans
la cadre du formalisme de la re´solvante [37, 87]. P est de´finit comme l’ope´rateur
projection sur l’e´tat |px,φ0〉, alors que Q = 1− P .
La projection de l’ope´rateur re´solvante s’e´crit [37, 87] :
PG(z)P =
P
z − PH0P − PR(z)P (5.27)
ou` l’ope´rateur de´placement R est donne´ par :
R(z) = V + V
Q
z −QH0Q−QV QV (5.28)
La partie re´elle de l’e´le´ment de matrice PRP nous donnera le de´placement en e´nergie
(que l’on ne´gligera ici), alors que la partie imaginaire correspond au temps de vie de
l’e´tat quantique |ψ0〉 = |px,φ0〉.
Processus uniquement a` 1 phonon Si nous ne conside´rons que les processus a`
1 phonon, le terme QV Q est ne´glige´ dans le de´nominateur de l’e´quation 5.28 :
〈px,φ0|R(E + i0+)|px,φ0〉 = −iN(∆pp)Γpp(∆pp)
2
(5.29)
Γpp(ε) = 2π
∑
q
|Mψxψyq |2δ(ε− εq) (5.30)
avec N(ε) = 1/(eε/kBT − 1) la facteur d’occupation de Bose (le calcul de Γpp a de´ja`
e´te´ explicite´ dans l’e´quation 3.63).
Il s’ensuit que la polarisation de´croˆıt comme
exp (−N(∆pp)Γpp(∆pp)t/2~) (5.31)
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diriger directement vers cette e´quation).
Afin de de´velopper l’e´quation 5.28, on de´finit un nouvel ope´rateur re´solvante par
G′(z) = 1/(z − QH0Q − QVQ). En introduisant 2 relations de fermetures dans
l’e´quation 5.28 on obtient :
〈px,φ0|R(z)|px,φ0〉 =
∑
φa
∑
φb
V0aVb0〈py,φa|G′(z)|py,φb〉 (5.32)
avec V0a = 〈px,φ0|V |py,φa〉. Ce terme est non nul seulement si φa diffe`re de φ0
par un seul phonon.
|φa〉 et |φb〉 seront donc de la forme |n1,...,ni + 1,...,nN〉 (e´mission d’un phonon)
ou |n1,...,ni − 1,...,nN〉 (absorption d’un phonon).
Formellement, on peut exprimer ces e´tats de phonons comme φa = Ai,saφ0 et
φb = Aj,sbφ0, avec les ope´rateurs Ai,+ = a
+
i /
√
n
i
+ 1 et Ai,− = ai/
√
ni.
Nous de´finissons aussi εa/b = ±~ωa,b, le signe e´tant donne´ par sa/b. Avec cette
de´finition, nous avons V0a =
√
niVi ou V0a =
√
ni + 1Vi pour sa = − ou + respecti-
vement.
Nous avons maintenant a` calculer l’ope´rateur re´solvante dans lequel H0 et V ont
e´te´ remplace´s par QH0Q et QV Q. On de´finit des nouveaux ope´rateurs de projection
correspondant au sous-espace dans lequel G′ doit eˆtre calcule´ : P ′ est l’ope´rateur de
projection sur le sous-espace {|py,φa〉, |py,φb〉} et Q′ = 1− P ′.
En remarquant que QP ′ = P ′, on obtient d’apre`s les e´quations 5.27 et 5.28 :
P ′G′(z)P ′ =
P ′
z − P ′H0P ′ − P ′R′(z)P ′ (5.33)
avec
P ′R′(z)P ′ = P ′V G′′(z)V P ′ (5.34)
G′′(z) =
Q′′
z −Q′′H0Q′′ −Q′′V Q′′ (5.35)
ou` l’on a de´fini l’ope´rateur projection Q′′ par Q′′ = QQ′ = 1− P − P ′.
Dans la base {|py,φa〉, |py,φb〉}, l’e´quation 5.33 s’e´crit :
P ′G′(z)P ′ =
(
z − Ea −R′aa(z) −R′ba(z)
−R′ab(z) z − Eb −R′bb(z)
)−1
(5.36)
avec Ea = ∆pp + εa et Eb = ∆pp + εb.
Comme on ne´glige les couplages aux e´tats diffe´rant par 3 phonons de φ0, la
contribution de Q′′V Q′′ est nulle, de sorte que G′′(z) peut eˆtre remplace´ dans l’e´qua-
tion 5.34 par
G′′0(z) =
Q′′
z −Q′′H0Q′′ (5.37)
G′′0 e´tant diagonale, on e´value dans la suite les e´le´ments de matrice de R
′.
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E´valuons tout d’abord les termes diagonaux, c’est a` dire R′aa(z) ou R
′
bb(z) (les
deux calculs sont identiques) :
R′aa(z) =
∑
φc 6=φ0
|Vac|2〈px,φc|G′′0(z)|px,φc〉 (5.38)
Afin que Vac soit non-nul, φc doit diffe´rer de φa par un seul phonon (un de plus
ou un de moins). On peut donc de´composer en deux sommes, correspondantes a`
l’absorption et a` l’e´mission d’un phonon. De plus, comme on s’inte´resse aux fonctions
de Green retarde´es, on e´value ce terme en E + i0+ :
R′aa(E + i0
+) =
∑
q
nq|Mq|2
E − (εa − ~ωq) + i0+ +
(nq + 1)|Mq|2
E − (εa + ~ωq) + i0+ (5.39)
La partie re´elle correspond a` un de´placement en e´nergie ne´gligeable devant ∆pp.
On ne garde donc que la partie imaginaire, qui s’e´crit :
R′aa(E + i0
+) = − i
2
γ(E − εa) (5.40)
ou` l’on a de´finit la fonction γ(ε) par :
γ(ε) = [N(|ε|) + Θ(ε)] Γpp(|ε|) (5.41)
Cette fonction correspond au taux d’absorption de phonons acoustiques pour ε < 0
ou d’e´mission pour ε > 0 a` l’e´nergie |ε|.
E´valuons maintenant les termes non-diagonaux de R′, pour φa diffe´rant de φb :
R′ab(z) =
∑
φc 6=φ0
VacVcb〈px,φc|G′′0(z)|px,φc〉 (5.42)
VacVcb est non-nul seulement si φc est donne´ par φc = Ai,siAj,sjφ0 (on a ne´cessai-
rement i 6= j). Par conse´quent, Vac = V0b et Vcb = Va0. On a donc :
R′ab(E + i0
+) =
V0bVa0
E − (εa + εb) + i0 (5.43)
La restriction de G′ au sous-espace {|e2,φa〉, |e2,φb〉} s’e´crit donc :
P ′G′(E+i0+)P ′ =
E − (∆pp + εa) + i2γ(E − εa)
V0bVa0
E − (εa + εb) + i0
V0aVb0
E − (εa + εb) + i0 E − (∆pp + εb) +
i
2
γ(E − εb)

−1
(5.44)
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Cette expression fait apparaˆıtre une matrice a` inverser. Les coefficients de la
matrice inverse sont obtenus en remarquant que les termes en M4q sont ne´gligeables,
e´tant donne´ que M2q est proportionnel a` l’inverse du nombre de cellules e´le´mentaires
du cristal. On a ainsi :
G′aa(E + i0
+) =
1
E − (∆pp + εa) + i2γ(E − εa)
(5.45a)
G′ab(E + i0
+) =
V0bVa0
E − (εa + εb) + i0+G
′
aa(E + i0
+)G′bb(E + i0
+) (5.45b)
On peut maintenant revenir au calcul de l’e´quation 5.32 :
〈px, φ0|R(E + i0+)|px, φ0〉 =
∑
φa
|V0a|2G′aa(E + i0+) +∑
φb6=a
V0aVb0G
′
ab(E + i0
+)

(5.46)
R00(E + i0
+) =
∑
φa
|V0a|2G′aa(E + i0+)
1 +∑
φb6=a
G′bb(E + i0
+)
|V0b|2
E − (εa + εb) + i0+

(5.47)
Le dernier terme dans l’expression ci-dessus peut s’exprimer comme :∑
φb6=a
G′bb(E + i0
+)
|V0b|2
E − (εa + εb) + i0+ = −
i
2
γ(E − εa) 1
E − (∆pp − εa) + i2γ(εa)
(5.48)
Apre`s quelques manipulations alge´briques, on trouve l’expression suivante :
R00(E + i0
+) =
∑
φa
|V0a|2
γ(E − εa)
(
4∆2pp − 2∆ppεa + 14γ(εa) [γ(εa)− γ(E − εa)]
)(
(∆pp + ε)2 +
[
γ(−ε)
2
]2)(
(∆pp − ε)2 +
[
γ(ε)
2
]2)
(5.49)
Le temps de de´phasage est e´value´ pour E = 0 :
〈px, φ0|R(i0+)|px, φ0〉 = −i
2
Γ∗2 (5.50)
avec
Γ∗2 =
1
2π
∫ +∞
0
dε
γ(ε)γ(−ε) [4∆2pp + (γ(ε)− γ(−ε))2](
(∆pp + ε)2 +
[
γ(−ε)
2
]2)(
(∆pp − ε)2 +
[
γ(ε)
2
]2) (5.51)
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qui peut s’e´crire sous une forme plus explicite faisant apparaˆıtre les fonctions de
Bose :
Γ∗2 =
1
2π
∫ +∞
0
dε
Γ2pp(ε)N(ε)(N(ε) + 1)
[
4∆2pp +
Γ2pp(ε)
4
]
(
(∆pp + ε)2 +
[
N(ε)
Γpp(ε)
2
]2)(
(∆pp − ε)2 +
[
(N(ε) + 1)
Γpp(ε)
2
]2)
(5.52)
Cette formule est valable quel que soit le signe de ∆pp. Dans le cas du de´phasage
du niveau px, ∆pp > 0 (on prendra ∆pp < 0 si l’on s’inte´resse au de´phasage de py).
En effectuant l’inte´grale de contour dans l’e´quation 5.26, on obtient :
〈px,φ0|e−iHt/~|px,φ0〉 = e−Γ∗2t/2~ (5.53)
P (t) = sin(2Θ) cos(ωspxt)e
−t/T2 (5.54)
avec ωspx = Espx/~.
Le calcul effectue´ ici inclut a` la fois les transitions re´elles ou virtuelles, puisque
nous avons e´value´ la probabilite´ de rester dans l’e´tat de phonon initial, en prenant
en compte jusqu’a` deux processus (e´mission et/ou absorption) de phonons.
Sur la figure 5.7, nous avons trace´ Γ∗2 en fonction de ∆pp (c’est a` dire pour des
boˆıtes avec diffe´rentes anisotropies). La calcul complet y apparaˆıt en ligne pleine,
alors que la re`gle d’or pour l’absorption (calcul limite´ aux processus a` 1 phonon)
est repre´sente´ en ligne pointille´e. On s’aperc¸oit que le calcul complet apporte une
correction ne´gative lorsque ∆pp est de l’ordre de 2 ou 3 meV, alors que la correction
est positive pour ∆pp supe´rieur a` 3.5 meV.
Afin de mieux comprendre ce re´sultat, nous avons trace´, sur la figure 5.8, la
fonction qui apparaˆıt dans l’inte´grale de l’e´quation 5.52 pour deux cas de figures :
∆pp = 2meV et ∆pp = 5meV. Ce dernier cas correspond a` l’e´chantillon e´tudie´
expe´rimentalement. On appelle H cette fonction avec Γ∗2 =
∫
dεH(ε).
E´tudions d’abord le cas ou` ∆pp = 5meV. La fonction H repre´sente´ en 5.8(b)
comporte deux pics. Celui a` 5 meV correspond aux transitions re´elles. Lorsque les
variations de Γpp(ε) sont faibles (c’est a` dire dΓpp/dε ≪ 1), ce pic a l’expression
d’une lorentzienne :
H(ε ∼ ∆pp) ∼
Γ2pp(ε)N(ε) [N(ε) + 1]
(ε−∆pp)2 +
(
Γpp(∆pp) [N(∆pp) + 1]
2
)2 (5.55)
L’inte´grale autour de ce pic donne N(∆pp)Γpp(∆pp), ce qui correspond bien a` la re`gle
d’or pour l’absorption de phonons.
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D’autre part, le pic large entre 1.5 et 4 meV est associe´ aux transitions vir-
tuelles. On peut approximer ces transitions virtuelles par l’inte´grale suivante, dont
le domaine d’inte´gration exclut le voisinage du pic re´sonnant des transitions re´elles :
Γvir2 ∼
1
2π
∫
|ε−∆pp|≫Γpp
dεΓ2pp(ε)N(ε)(N(ε) + 1)
4∆2pp
(∆2pp − ε2)2
(5.56)
Ce re´sultat peut eˆtre interpre´te´ comme la diffusion non-re´sonnante des phonons
par la transition px-py. L’e´largissement duˆ a` la diffusion des phonons peut s’exprimer
comme :
Γ∗2 = 2π
∑
i,j
|Tij|2δ(εi − εj) (5.57)
ou` l’amplitude de diffusion du phonon du mode i vers le mode j s’e´crit :
Tij =
∑
ψ
〈px,φ0|V |ψ〉〈ψ|V |px,ni + 1,nj − 1〉
Eψ − Epx,φ0
(5.58)
Les deux e´tats (( virtuels ))intervenant ici sont |ψ〉 = |py,ni, nj +1〉 et |ψ〉 = |py,ni−
1,nj〉.
Dans le cas ou` ∆pp = 2meV, la fonction a` inte´grer H est constitue´e d’un seul pic,
centre´ environ en ∆pp = 2meV. Cependant, dans cette re´gion, dΓpp/dε est de l’ordre
de 1. Par conse´quent, on ne peut pas approximer la fonction H au voisinage de ∆pp
par une lorentzienne. C’est pour cette raison que l’on a une correction ne´gative par
rapport a` la re`gle d’or de Fermi : la fonction H de´croˆıt plus vite que la lorentzienne
de´finit dans l’e´quation 5.55.
La distinction entre transitions re´elles et virtuelles n’est donc valable que sous
certaines conditions.
5.3.3 Comparaison the´orie-expe´rience
Les symboles de la figure 5.9 pre´sente la de´pendance en tempe´rature mesure´e
par le groupe de Sheffield pour la largeur homoge`ne Γ2 = 2~/T2. Le temps de de´clin
mesure´ de la partie exponentielle du signal d’e´cho de photon diminue de ≈ 22 a` 10
K a` ≈ 3 ps a` 100 K. Le temps de de´phasage T2 passe donc de ≈ 88 ps a` ≈ 12 ps
sur cet intervalle de tempe´rature. Sur la figure 5.9, nous avons e´galement trace´ la
largeur totale calcule´e de la raie a` ze´ro phonon Γ2 = Γ1 + Γ
∗
2 (ligne pleine). On ob-
tient un bon accord avec les re´sultats expe´rimentaux. On a repre´sente´ e´galement les
contributions des transitions re´elles (N(∆pp)Γpp(∆pp)) ou virtuelles au de´phasage.
De fac¸on remarquable, les contributions des transitions re´elles et virtuelles sont com-
parables jusqu’a` 60K. Au-dela`, les transitions virtuelles l’emportent e´tant donne´ que
leur de´pendance en tempe´rature est en T 2. La largeur homoge`ne totale Γ2 (calcule´e
et mesure´e) augmente rapidement de ≈ 15 µeV a` ≈ 150 lorsque la tempe´rature
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Fig. 5.7: Largeur homoge`ne de la transition s-px en fonction de ∆pp a` T = 100 K. Re`gle
d’or de Fermi (processus a` 1 phonon) en ligne pointille´e, calcul complet (incluant les
processus jusqu’a` 2 phonons) en ligne pleine.
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Fig. 5.8: Fonction H pour des valeurs de se´paration anisotrope ∆pp = 2meV (a) et ∆pp =
5meV (b) a` T = 100 K. L’aire sous chacune des courbes est e´gale a` la largeur Γ∗2.
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Fig. 5.9: De´pendance en tempe´rature de la largeur homoge`ne des transitions intrabandes :
expe´riences (symboles), calculs incluant uniquement les transitions re´elles (ligne tirete´e)
ou virtuelles (ligne tirete´e-pointille´e) et calcul complet (ligne pleine). La ligne pointille´e
montre la de´pendance en tempe´rature de la relaxation de la population.
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Fig. 5.10: Largeur homoge`ne de la raie a` ze´ro-phonon en fonction de la tempe´rature pour
diffe´rentes anisotropies.
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passe de 10 a` 120K. Cette forte augmentation contraste avec la faible de´pendance
en tempe´rature de la relaxation de la population des polarons vers le fondamental
Γ1. Ainsi, les me´canismes de de´phasage pur sont dominants a` haute tempe´rature.
Sur la figure 5.10, on a repre´sente´ le calcul de la largeur homoge`ne pour dif-
fe´rentes se´parations anisotropes ∆pp et pour des tempe´ratures allant jusqu’a` l’am-
biante. A tempe´rature e´leve´e, pour ∆pp ≥ 5meV, ce sont les transitions virtuelles
qui dominent. Par conse´quent la de´pendance en tempe´rature est quadratique, ce qui
donne une pente de 2 en e´chelle log-log. La situation est diffe´rente pour les se´pa-
rations anisotropes de 2 ou 3meV, ou` ce sont des transitions re´elles qui dominent.
D’apre`s la re`gle d’or de Fermi, la de´pendance en tempe´rature devrait alors eˆtre li-
ne´aire. Cependant, du fait des corrections ne´gatives apporte´es par la prise en compte
des 2 processus phonons, la pente de´croˆıt a` forte tempe´rature.
Pour les tempe´ratures e´leve´es, il faut garder a` l’esprit que la contribution relative
des ailes de phonons par rapport a` la raie centrale augmente e´galement. On reviendra
a` la figure 5.5, ou` l’absorption d’une boˆıte unique est calcule´e pour des tempe´ratures
de 100, 200 et 300K. A tempe´rature ambiante, la raie a` ze´ro-phonon, de 0.5 meV de
largeur, a une contribution a` l’absorption environ e´gale a` celle des ailes de phonons
(voir figure 5.12), dont la largeur est de plusieurs meV.
5.4 Echo de photon : comparaison the´orie-
expe´rience
Nous avons calcule´ la dynamique d’e´cho de photon re´sonnant avec la transition
s-px. Le calcul est pre´sente´ en annexe B. Nous prenons en compte les ailes de pho-
nons acoustiques, ainsi que l’e´largissement duˆ a` la relaxation du polaron et aux
transitions re´elles et virtuelles. Le calcul du me´lange a` quatre ondes en pre´sence
d’ailes de phonons acoustiques avait de´ja` e´te´ calcule´ dans la re´fe´rence [89]. Dans
l’annexe B, nous pre´sentons un calcul de ce signal d’e´cho de photon en pre´sence
d’ailes de phonons acoustiques en employant une me´thode diffe´rente. L’intensite´ de
l’e´cho de photon en re´ponse a` 2 impulsions delta espace´es d’un temps t s’e´crit :
I(t) ∝ Θ(t) exp
[
−2Γ2t
~
− 16
∫ +∞
−∞
dεf(ε) sin4
(
εt
2~
)]
(5.59)
Les re´sultats expe´rimentaux pour une e´nergie de 53 meV sont compare´s aux si-
mulations sur la figure 5.11. Nos calculs montrent des oscillations amorties aux temps
courts. Cependant, dans les re´sultats expe´rimentaux, ces oscillations sont beaucoup
moins marque´es. Afin de comparer nos calculs aux re´sultats expe´rimentaux, nous
les avons convolue´ avec une gaussienne de largeur 1.5 ps, afin de rendre compte de
la largeur des impulsions (voir annexe B). Ceci a pour effet de multiplier les ailes
de phonons acoustiques par une gaussienne de largeur ~/1.5 ∼ 0.4meV. L’effet est
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Fig. 5.11: Signaux d’e´cho de photon pour diffe´rentes tempe´ratures : simulations (a) et
expe´riences (b). Encart : Calcul de l’e´cho de photon pour une impulsion Dirac (ligne poin-
tille´e), et convolue´ avec une impulsion de 1.5ps (ligne pleine), compare´ avec les re´sultats
expe´rimentaux (ligne tirete´e) pour une tempe´rature de 100K.
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Fig. 5.12: Intensite´ relative de la raie a` ze´ro-phonon Z en fonction de la tempe´rature (ligne
pleine). On a e´galement repre´sente´ Z6, qui de´termine la contribution relative de l’intensite´
de la composante exponentielle dans l’e´cho de photon (ligne pointille´e).
donc de diminuer l’intensite´ relative des ailes de phonons acoustiques. C’est pour-
quoi, apre`s convolution, l’oscillation amortie reste visible mais est beaucoup moins
marque´e. Cette oscillation est observe´e e´galement sur les signaux expe´rimentaux3. La
pe´riode de ces oscillations est donne´e approximativement par h/ε1, ou` ε1 ≈ 1.5 meV
est la se´paration e´nerge´tique entre la raie a` ze´ro-phonon et les pics des ailes de
phonons sur la figure 5.4. Comme attendu, cette oscillation devient plus importante
lorsque la tempe´rature augmente, e´tant donne´ que l’intensite´ relative des ailes de
phonons augmente. Sur la figure 5.12, nous avons repre´sente´ Z, le poids de la raie a`
ze´ro-phonon en fonction de la tempe´rature. En analysant l’e´quation 5.59, on trouve
que l’intensite´ aux temps longs (c’est a` dire pour t grand devant le temps ~
ε1
de
de´croissance des ailes de phonons) est proportionnelle a` :
I
(
t≫ ~
ε1
)
∝ Z6 exp
[
−2Γ2t
~
]
(5.60)
La composante exponentielle de l’intensite´ d’e´cho de photon est donc proportion-
nelle a` Z6. Ce facteur est repre´sente´ en pointille´ sur la figure 5.12. La composante
exponentielle de l’intensite´ de l’e´cho de photon est ainsi divise´ par 3.5 lorsqu’on
passe de 20 a` 100 K. On retrouve cet effet sur les mesures (figure 5.11), meˆme si
la diminution est le´ge`rement moins marque´e expe´rimentalement. La diminution du
3Expe´rimentalement, pour s’assurer que cette oscillation est bien un effet intrinse`que aux boˆıtes
(et non par exemple un effet de re´flexion sur les faces de l’e´chantillon), l’angle d’incidence a e´te´
varie´, sans effet sur la pe´riode de ces oscillations.
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poids de la raie a` re´ro-phonon avec la tempe´rature est ne´anmoins beaucoup moins
forte que dans le cas des transitions interbandes. Dans la re´fe´rence [90], Z ∼ 0.3 a`
T=100K pour des transitions excitoniques, alors que nous calculons Z = 0.77 ici a`
cette meˆme tempe´rature.
Conclusion
En re´sume´, nous avons e´tudie´ en de´tail les proprie´te´s de cohe´rence de la transition
intrabande fondamentale des boˆıtes dope´es n. La comparaison entre les expe´riences
de me´lange a` quatre ondes et nos calculs permettent de mettre en avant plusieurs
caracte´ristiques inte´ressantes :
– A tempe´rature infe´rieure a` 10K, la de´cohe´rence est cause´e essentiellement par
la relaxation anharmonique des polarons e´tudie´e au chapitre 3.
– Les ailes de phonons intrabandes sont nettement diffe´rente des ailes inter-
bandes qui avaient e´te´ e´tudie´es pre´ce´demment dans les boˆıtes quantiques. Elles
sont d’une part beaucoup moins intense, ce qui signifie que la transition est
domine´e par la raie a` ze´ro-phonon, meˆme a` tempe´rature e´leve´e (contrairement
aux transitions interbandes). D’autre part, leur forme est constitue´e de 2 pics
distincts de part et d’autre de la raie a` ze´ro-phonon. En conse´quence, la dyna-
mique d’e´cho de photon montre une oscillation aux temps court (< 5 ps), qui
correspond a` l’excitation cohe´rente de cet ensemble de 3 pics.
– Les transitions re´elles et virtuelles vers l’e´tat py jouent un roˆle comparable dans
la de´cohe´rence a` tempe´rature non-nulle. Ceci est duˆ au fait que la se´paration
anisotrope ∆pp de 5 meV est diffe´rente de l’e´nergie des phonons qui se couplent
le plus efficacement a` cette transition (environ 2 meV).
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Dans cette the`se, nous avons e´tudie´ plusieurs phe´nome`nes de relaxation ayant
trait a` la population, au spin ou a` la cohe´rence dans les boˆıtes quantiques de semi-
conducteur. Ces trois processus ont pour point commun une e´volution irre´versible
induite par le couplage au re´servoir constitue´ par les vibrations du re´seau.
Nous avons vu au pre´alable qu’il y avait un couplage fort e´lectron-phonon-LO,
qui ne´cessitait d’introduire le concept de polarons. Ce couplage fort a e´te´ e´galement
mis en e´vidence sur les e´tats excitoniques par des expe´riences de PLE en champ ma-
gne´tique. Nous avons pris en compte les couplages de Fro¨hlich entre les e´tats mixtes
excitons-phonons. Le calcul de l’absorption des niveaux de polarons excitoniques est
en bon accord avec les mesures de PLE, avec en particulier un anticroisement entre
deux e´tats mixtes excitons-phonons.
Une des conse´quences de ce couplage fort est l’impossibilite´ d’e´mettre un phonon-
LO pour relaxer l’e´nergie. La relaxation des polarons a tout de meˆme lieu, via l’in-
stabilite´ de sa composante phonon-LO. Mais le me´canisme en jeu n’est pas force´ment
celui connu dans le massif. En effet, il faut prendre en compte tous les me´canismes
pouvant satisfaire la conservation de l’e´nergie du polaron. L’efficacite´ des diffe´rents
processus anharmoniques est tre`s sensible a` l’e´nergie du polaron. Ainsi, contraire-
ment au mode`le semi-classique employe´ jusque la`, ce n’est pas seulement le poids de
la composante phonon-LO du polaron qui de´termine le temps de vie. Notre mode`le
nous permet d’expliquer la diminution du temps de vie des polarons aux e´nergies
supe´rieures a` 50meV, due a` l’apparition d’un canal anharmonique beaucoup plus
efficace. Pour les e´nergies infe´rieures a` celles du phonon optique, nous calculons une
tre`s forte de´pendance en e´nergie du temps de vie. Ceci a e´te´ confirme´ par des ex-
pe´riences sur des boˆıtes recuites, ou` les temps de vie mesure´s varient de quelques
picosecondes jusqu’a` une nanoseconde.
Ce travail ouvre e´galement la voie a` une e´tude sur la dynamique de relaxation des
niveaux de polarons excitoniques. Une autre perspective inte´ressante serait le calcul
de la relaxation anharmonique pour les e´tats a` e´nergie supe´rieure a` 60 meV. En
effet, ces e´tats ont un faible caracte`re polaronique, mais les termes anharmoniques
d’ordre 4 pourraient ne´anmoins conduire a` une relaxation rapide par de´sinte´gration
en 3 phonons.
Lors de l’e´tude de la dynamique de relaxation dans les boˆıtes doublement char-
ge´es, on a fait intervenir le degre´ de liberte´ de spin. Le retournement du spin entre
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e´tats singulets et triplets est responsable d’une composante longue dans les expe´-
riences pompe-sonde. Les temps mis en jeu pour retourner le spin sont longs devants
les autres temps de relaxation. Mais, de fac¸on surprenante, ils sont bien plus courts
que ceux mesure´s entre sous-niveaux Zeeman. Le couplage a` l’origine des deux phe´-
nome`nes de retournement de spin est pourtant le meˆme terme spin-orbite. La diffe´-
rence re´side en partie dans les e´nergies en jeu, induisant des me´canismes diffe´rents :
l’e´mission de phonons acoustiques par couplages pie´zoe´lectriques a lieu uniquement
aux tre`s faibles e´nergies, alors que le potentiel de de´formation induit l’e´mission de
phonons acoustiques d’e´nergies de l’ordre du meV. Aux e´nergies de l’ordre de la
dizaine de meV, les me´canismes anharmoniques l’emportent. Ce dernier me´canisme
est responsable de la relaxation des e´tats triplets a` basse tempe´rature, avec un temps
de vie environ 2 ordres de grandeur plus grand que la relaxation des polarons sin-
gulets. D’autre part, nous avons mis en e´vidence que le me´canisme de retournement
de spin entre niveaux excite´s singulets et triplets e´tait tre`s sensible a` l’anisotropie
des boˆıtes. Ces e´tudes pourraient eˆtre utiles pour la compre´hension et la concep-
tion d’expe´riences de pre´paration du spin d’un e´lectron dans l’e´tat fondamental par
pompage via les e´tats excite´s.
La cohe´rence des transitions intrabandes entre l’e´tat fondamental et le premier
e´tat excite´ a finalement e´te´ e´tudie´e. Alors qu’a` basse tempe´rature, la cohe´rence est
limite´e par la relaxation des polarons vers l’e´tat fondamental, le temps de cohe´rence
diminue beaucoup plus rapidement que le temps de vie lorsque la tempe´rature aug-
mente. Ceci ne peut s’expliquer qu’en prenant en compte a` la fois les transitions
re´elles et virtuelles vers l’e´tat p de plus haute e´nergie. D’autre part, la forme pique´e
des ailes de phonons acoustiques est caracte´ristique des transitions intrabandes, et
entraˆıne des oscillations amorties dans le signal d’e´cho de photon. Ces calculs sont
en bon accord avec les mesures de me´lange a` quatre ondes de´ge´ne´re´. Ces e´tudes
imposent des limitations aux e´ventuelles applications en information quantique. Il
ressort notamment que la largeur de ces transitions intrabandes a` tempe´rature am-
biante pourrait eˆtre controˆle´e dans une certaine mesure via l’anisotropie des boˆıtes
quantiques.
En re´sume´, cette the`se souligne le caracte`re primordial des couplages aux pho-
nons dans la physique des boˆıtes quantiques. Les me´canismes de relaxation des
populations, du spin, ou la cohe´rence, de´pendent en grande partie des e´nergies en
jeu. En particulier, pour des e´nergies supe´rieures a` quelques meV, le formalisme des
polarons ainsi que le traitement de´taille´ de l’anharmonicite´ du cristal sont essentiels
afin de rendre compte de ces me´canismes de relaxation.
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Annexe A
Couplage Huang-Rhys a` un
continuum de phonons
Le proble`me du couplage de type Huang-Rhys est aborde´ par exemple dans la
re´fe´rence [84], dans le cas ge´ne´ral d’une interaction avec un nombre potentiellement
fini de phonons. Nous pre´sentons ici une approche simple de traiter le couplage de
Huang-Rhys dans le cas ou` les phonons constituent un continuum. En particulier,
lorsqu’on fera tendre la taille du cristal vers l’infini, les termes impliquant plusieurs
fois le meˆme mode de phonon vont eˆtre ne´gligeables.
L’hamiltonien des phonons non-perturbe´s s’e´crit :
H0 =
∑
q
~ωqa
+
q aq (A.1)
Les e´tats propres sont de la forme |nq1 ...nqi ....〉, avec |nqi〉 =
(a+qi)
n
√
n!
|0〉
En ajoutant l’interaction e´lectron-phonon, on obtient :
H =
∑
q
{
~ωqa
+
q aq + (Mqaq +M
∗
q a
+
q )
}
(A.2)
On introduit alors les ope´rateurs d’annihilation et de cre´ation suivants :
b(+)q = a
(+)
q +
M
(∗)
q
~ωq
= a(+)q + S
(∗)
q (A.3)
ou` Sq =Mq/~ωq. Remarquons queMq de´pend du nombre N de cellules e´le´mentaires
du cristal et peut s’e´crire comme Mq =
vq√
N
ou` vq est inde´pendant de N a` la limite
continue. On de´finie e´galement sq par Sq =
sq√
N
. Comme on fera tendre N vers
l’infini au final, et que la sommation sur le volume total du cristal introduira un
facteurN , on ne garde que les termes jusqu’a` l’ordre 2 en S. Par ailleurs, on remarque
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que l’e´le´ment de matrice diagonal Mq (et donc aussi Sq) est re´el pour les e´tats des
boˆıtes quantiques.
On ve´rifie que les ope´rateurs b et b+ satisfont aux relations de commutations des
bosons :
[bq, b
+
q′ ] = δq,q′ (A.4)
L’ hamiltonien peut alors eˆtre re´e´crit comme une somme d’oscillateurs harmo-
niques :
H =
∑
q
~ωqb
+
q bq −
∑
q
|Mq|2
~ωq
(A.5)
L’e´nergie de l’e´tat fondamental est de´cale´ vers le rouge de
∑
q
|Mq|2
~ωq
.
Les e´tats propres de chaque oscillateur s’e´crivent : |n˜qi〉 =
(b+)n√
n!
|˜0qi〉.
Exprimons maintenant ces nouveaux e´tats propres dans la base des e´tats propres
non-perturbe´s.
Tout d’abord l’e´tat fondamental, que l’on e´crit |˜0〉 =∑n αn|n〉, doit ve´rifier :
b|˜0〉 = (a+ S)|˜0〉 = 0 (A.6)
Cette relation implique que αn+1
√
n+ 1 = −Sαn, et par conse´quent :
αn =
−Sn√
n!
α0 (A.7)
On en de´duit l’expression du fondamental :
|˜0〉 = exp(−S2/2)exp(−Sa+)|0〉 (A.8)
Les e´tats excite´s peuvent eˆtre alors exprime´s :
|n˜〉 = (b
+)n√
n!
|˜0〉
=
1√
n!
n∑
m=0
n!
m!(n−m)!S
m(a+)n−m|˜0〉
=
1√
n!
exp(−S2/2){ (1− nS2) (a+)n + nS(a+)n−1 − S(a+)n+1
+
S2
2
[(a+)n+2 + n(n− 1)(a+)n−2] +O(S3)}|0〉
=
(
1− 2n+ 1
2
S2
)
|n〉+√nS|n− 1〉 − √n+ 1S|n+ 1〉
+
S2
2
(√
(n+ 1)(n+ 2)|n+ 2〉+
√
n(n− 1)|n− 2〉
)
+O(S3)
(A.9)
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ou` l’on a de´veloppe´e l’expression au second ordre en S. Les termes d’ordres 3 ou
supe´rieurs (de´signe´s par O(S3)) sont en N−3/2. Dans la suite leur contribution va
tendre vers 0 dans les sommes qui portent sur les N cellules e´le´mentaires.
Les e´tats propres de l’hamiltonien total sont |n˜q1 ...n˜qi ....〉. Calculons leur pro-
duit scalaire avec les e´tats propres non-perturbe´s a` meˆme nombre d’occupation
|nq1 ...nqN 〉 :
〈nq1 ...nqN |n˜q1 ...n˜qN 〉 =
N∏
i=1
〈nqi|n˜qi〉
=
N∏
i=1
(
1− 2ni + 1
2N
s2i +O(
1
N3/2
)
)
=
N→∞
exp
(
− 1
N
N∑
i=1
2ni + 1
2
s2i
) (A.10)
e´tant donne´ que (1 − x/N)N = eN ln(1−x/N) =
N→∞
e−x. A la limite continu, on peut
remplacer les sommes par des inte´grales :
N∑
i=1
→ NV0
(2π)3
∫ +∞
q=0
q2dq
∫ pi
θ=0
sin θdθ
∫ 2pi
ϕ=0
dϕ (A.11)
On de´finit s2(q) comme la moyenne angulaire de s2(q) :
s(q)2 =
1
4π
∫ pi
θ=0
sin θdθ
∫ 2pi
ϕ=0
dϕ s2(q) (A.12)
1
N
N∑
i=1
2ni + 1
2
s2i →
V
2π2
∫ +∞
q=0
q2dq
2n+ 1
2
s2(q) (A.13)
La densite´ d’e´tats a` l’e´nergie E = ~csq (la dispersion des phonons acoustiques
est suppose´e line´aire) est de´finie par :
ρ(E) =
V0E
2
2π2(~cs)3
(A.14)
On a alors :
1
N
N∑
i=1
2ni + 1
2
s2i −−−→
N→∞
∫ +∞
0
dEρ(E)
2n(E) + 1
2
s2(E) (A.15)
|〈nq1 ...nqN |n˜q1 ...n˜qN 〉|2 =
N→∞
exp
(
−
∫ +∞
0
dEρ(E)(2n(E) + 1)s2(E)
)
(A.16)
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On de´finit la fonction f(E) comme suit :
f(E) =
{
ρ(|E|)n(|E|)s2(|E|), si E < 0
ρ(|E|)(n(|E|) + 1)s2(|E|), si E > 0 (A.17)
|〈nq1 ...nqN |n˜q1 ...n˜qN 〉|2 =
N→∞
exp
(
−
∫ +∞
−∞
dEf(E)
)
(A.18)
Ce coefficient repre´sente le poids de la raie a` ze´ro phonon que l’on note Z =
exp
(
− ∫ +∞−∞ dEf(E)).
Evaluons maintenant le produit scalaire avec les e´tats non perturbe´s diffe´rant
par un seul phonon :
〈nq1 ...nqj − 1...nqN |n˜q1 ...n˜qj ...n˜qN 〉 = 〈nqj − 1|n˜qj〉
∏
i6=j
〈nqi|n˜qi〉
=
√
njSj
√
Z
(A.19)
〈nq1 ...nqj + 1...nqN |n˜q1 ...n˜qj ...n˜qN 〉 = 〈nqj + 1|n˜qj〉
∏
i6=j
〈nqi|n˜qi〉
= −√nj + 1Sj√Z (A.20)
On a donc :
|〈nq1 ...nqj − 1...nqN |n˜q1 ...n˜qj ...n˜qN 〉|2 = njS2jZ (A.21)
|〈nq1 ...nqj + 1...nqN |n˜q1 ...n˜qj ...n˜qN 〉|2 = (nj + 1)S2jZ (A.22)
Par conse´quent :∑
j
|〈nq1 ...nqj ± 1...nqN |n˜q1 ...n˜qj ...n˜qN 〉|2δ(E ∓ ~ωi) = f(±E)Z (A.23)
Pour le recouvrement avec les e´tats non-perturbe´s diffe´rant par 2 phonons, re-
marquons que les e´tats diffe´rents par 2 phonons dans le meˆme mode donnent une
contribution nulle a` la limite continue. En effet, les modules carre´s des recouvrements
sont en S4, c’est-a`-dire en 1/N2, ce qui donne par la suite une sommation qui tend
vers 0. Reste a` e´valuer le recouvrement avec les e´tats ou` 2 nombres d’occupations
dans deux modes distincts diffe`rent :
〈nqj ± 1...nql ± 1|n˜qj ...n˜ql〉 = 〈nqj ± 1|n˜qj〉〈nql ± 1|n˜ql〉
∏
i6=j
〈nqi|n˜qi〉 (A.24)
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∑
i
∑
j>i
|〈nqj ± 1...nql ± 1|n˜qj ...n˜ql〉|2δ(E ∓ ~ωi ∓ ~ωj)
=
1
2
∫ +∞
−∞
dE’f(E ′)f(E − E ′)Z
=
1
2
[f ⊗ f ](E)Z
(A.25)
On peut ge´ne´raliser cette formule a` des recouvrements avec des e´tats ou` p pho-
nons diffe`rent :
p∏
i=1
∑
i>i−1
|〈ni1 ± 1...nip ± 1|n˜i1 ...n˜ip〉|2δ
(
E −
p∑
i=1
±~ωi
)
=
1
p!
[f ⊗p f ](E)Z
(A.26)
Absorption On conside`re les niveaux |g〉 et |e〉, d’e´nergies Eg < Ee. On suppose
que les e´tats propres de phonons dans le niveau |g〉 sont ge´ne´re´s par les ope´rateurs
a+q , et ceux du niveau |e〉 correspondant a` b+q . Le spectre d’absorption normalise´e
entre les deux niveaux |g〉 et |e〉 est donne´e par :
A(E) =
∑
i
p(i)
∑
f
|〈i|d|f〉|2δ (E + Ei − Ef ) (A.27)
ou` l’e´nergie E est compte´e a` partir de celle de transition e´lectronique Ee−Eg, et ou`
les e´tats propres initiaux et finaux sont de la forme |i〉 = |g,∏i ni〉 et |f〉 = |e,∏i n˜i〉,
d’e´nergies Eg +Ei et Ee+Ef et d = |g〉〈e|+ |e〉〈g| est l’ope´rateur dipolaire. p(i) est
la probabilite´ d’occupation thermique de l’e´tat initial i. En explicitant les e´tats de
phonons, on obtient :
A(E) =
∑
|Qi eni〉
∣∣∣∣∣〈∏
i
ni|
∏
i
n˜i〉
∣∣∣∣∣
2
δ
(
E −
∑
i
~ω(ni − n˜i)
)
(A.28)
La somme explicite de la moyenne thermique peut eˆtre supprime´e puisque nous
conside´rons un mode initial constitue´ par une infinite´ de modes de phonons satis-
faisant la distribution de Bose Einstein. L’expression ci-dessus est constitue´e par les
termes de recouvrement que nous avons exprime´ plus haut. On a donc :
A(E) = Zef (E) (A.29)
ou` l’exponentiel de la fonction f est prise au sens du produit de convolution : ef =
δ(E) + f(E) +
1
2
[f ⊗ f ](E) + ...+ 1
p!
[f ⊗p−1 f ](E).
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On ve´rifie aise´ment que cette fonction est normalise´e :
∫ +∞
−∞ dEA(E) = 1
On a ainsi montre´ que les ailes de phonons sont donne´es par la somme des
contributions de proceesus a` p-phonons, ou` chacune de ces contributions s’expriment
par une puissance p− 1 du produit de convolution de la fonction f repre´sentant les
processus a` un seul phonon.
En remarquant que la transforme´e de Fourier d’un produit de convolution est le
produit scalaire des transforme´es de Fourier, on peut e´galement e´crire l’absorption
sous la forme :
A(E) =
1
h
∫ +∞
−∞
dt exp
[∫ +∞
−∞
dEf(E)
(
e−iEt/~ − 1)] e−iEt/~ (A.30)
On peut aussi arriver a` cette dernie`re expression en prenant la transforme´e de
Fourier de l’e´volution de la cohe´rence calcule´ directement (voir par exemple la re´fe´-
rence [86]).
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E´cho de photon en pre´sence d’ailes
de phonons
Nous nous inte´ressons ici aux conse´quences de la pre´sence d’ailes de phonons sur
la cohe´rence de la transition.
On conside`re la technique de me´lange a` quatre ondes de´ge´ne´re´. L’e´cho de photon
consiste a` envoyer 2 impulsions se´pare´es d’un de´lai τ dans des directions k1 puis k2.
A un temps t = 2τ , l’e´cho est ge´ne´re´ de fac¸on cohe´rente dans la direction 2k1 −
k2. Nous allons de´crire comment la mesure de l’intensite´ de cet e´cho est relie´ aux
proprie´te´s de cohe´rence du syste`me e´tudie´. Cette technique, qui est l’analogue de
l’e´cho de spin employe´e en re´sonance magne´tique nucle´aire, permet de s’affranchir
de l’e´largissement inhomoge`ne. Dans une premie`re section, nous e´tudierons l’e´cho de
photon pour un syste`me pre´sentant un de´phasage exponentiel. Puis nous prendrons
en compte la pre´sence d’ailes de phonons acoustiques dans le calcul du signal d’e´cho
de photon.
B.1 Cas d’un de´phasage exponentiel
Dans un premier temps, on de´crit l’expe´rience d’e´cho de photon dans un cas ide´al
ou` il n’y a pas d’ailes de phonons. On suppose seulement que la cohe´rence de l’e´tat
excite´ de´croˆıt exponentiellement.
On conside`re un syste`me a` 2 niveaux e´lectroniques excite´ par deux impulsions
delta aux temps t = 0 et t = τ . Les matrices d’e´volution correspondantes au deux
impulsions delta sont des rotations :
U1 =
(
cos θ1 sin θ1
− sin θ1 cos θ1
)
(B.1)
U2 =
(
cos θ2 sin θ2
− sin θ2 cos θ2
)
(B.2)
ou` θ1 et θ2 sont les aires des impulsions arrivant respectivement a` t = 0 et t = τ .
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On suppose que le syste`me est initialement dans l’e´tat fondamental :
ψ(0−) =
(
1
0
)
(B.3)
La premie`re impulsion a pour effet d’amener le syste`me dans une superposition
d’e´tats :
ψ(0+) = U1ψ(0
+) =
(
cos θ1
− sin θ1
)
(B.4)
Le syste`me e´volue ensuite librement pendant une dure´e τ :
ψ(τ−) = U(τ)ψ(0+) =
(
cos θ1
− sin θ1e−iωτe−Γτ/2
)
(B.5)
La deuxie`me impulsion ge´ne`re alors une nouvelle rotation :
ψ(τ+) = U2ψ(τ
−) =
(
cos θ1 cos θ2 − sin θ1 sin θ2e−iωτe−Γτ/2
− cos θ1 sin θ2 − sin θ1 cos θ2e−iωτe−Γτ/2
)
(B.6)
Le syste`me e´volue ensuite librement. Pour t > τ , on a :
ψ(t) = U(t− τ)ψ(τ+) =
(
cos θ1 cos θ2 − sin θ1 sin θ2e−iωτe−Γτ/2
− cos θ1 sin θ2e−iω(t−τ)e−Γ(t−τ)/2 − sin θ1 cos θ2e−iωte−Γt/2
)
(B.7)
ρ12(t) = 〈ψ(t)|1〉〈2|ψ(t)〉
= − cos θ1 sin θ1 sin2 θ2e−iω(2τ−t)e−Γt/2 − cos2 θ1 cos θ2 sin θ2eiω(t−τ)e−Γ(t−τ)/2
+ cos θ2 sin
2 θ1 sin θ2e
−iω(t−τ)e−Γ(t+τ)/2 − cos θ1 cos2 θ2 sin θ1eiωte−Γt/2
(B.8)
E´tant donne´ qu’on e´tudie un ensemble inhomoge`ne, posse´dant une distribution
large de pulsations ω, on aura un effet d’interfe´rence constructive seulement pour le
premier terme lorsque t = 2τ .
En re´alite´, les boˆıtes e´tant disperse´es spatialement, le temps τ se´parant les deux
impulsions de´pend de la position dans l’e´chantillon. Cependant, la ge´ome´trie em-
ploye´e, ou` le signal est mesure´ dans la direction 2k1 − k2, permet de s’affranchir de
cet effet. En effet, on peut montrer que toutes les ondes e´mises au temps 2τ(r), ou`
τ(r) est le temps se´parant l’arrive´e des deux impulsions au point de coordonne´es r,
sont en phase par rapport a` l’e´mission dans la direction 2k1 − k2.
Le champ e´lectrique e´mis dans la direction 2k1−k2 s’obtient en sommant sur les
contributions des diffe´rentes boˆıtes :
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E(t) ∝
∑
j
ρ12(j,t) ∝
∑
j
sin 2θ1,j sin
2 θ2,je
−Γjt/2e−iωj(2τ−t) (B.9)
ou` les aires des impulsions θ1,j et θ2,j, le taux de de´phasage Γj et la pulsation ωj
de´pendent de la boˆıte j conside´re´e.
Pour une sommation sur un grand nombre de boˆıtes, le facteur de phase e−iωj(2τ−t)
donne une fonction Dirac qui impose la relation t = 2τ pour obtenir un signal d’e´cho
de photon.
On remarque que le signal maximum est obtenue dans le cas ou` θ1,j = π/4 et
θ2,j = π/2. Pour des aires de plus en plus grandes, on aura des oscillations analogues
aux oscillations de Rabi. Cependant, si les dipoˆles des boˆıtes ne sont pas homoge`nes
dans l’ensemble conside´re´, on aura un amortissement de ces oscillations.
Si on se place a` faible excitation, c’est a` dire dans le re´gime en χ3, l’amplitude
du champ e´lectrique est proportionnelle a`
E(2τ) ∝
∑
j
θ1,jθ
2
2,je
−Γjτ (B.10)
Si on suppose que Γj = 2/T2 ne de´pend pas de la boˆıte conside´re´e, l’amplitude
du champ e´lectrique de´croˆıt comme e−Γτ . L’intensite´ du signal de´croˆıt donc comme
e−2Γτ = e−4τ/T2 . On retrouve bien le fait que le temps de de´phasage T2 est e´gale
a` 4 fois le temps de de´clin de l’intensite´ en fonction du de´lai temporel τ entre les
deux impulsions. De plus, dans cette expression, l’amplitude du champ e´lectrique
est proportionnelle au nombre de boˆıtes re´sonantes avec l’excitation. C’est pourquoi
l’intensite´ du signal d’e´cho de photon est proportionnelle au carre´ de l’absorption
(voir encart de la figure 5.1).
B.2 Prise en compte des ailes de phonons acous-
tiques
On reprend le calcul pre´ce´dent, mais en conside´rant maintenant l’e´tat quantique
complet e´lectron-phonon. Dans l’e´tat initial, les parties e´lectron et phonon sont
suppose´es factorisables (non-intrique´es). La partie phonon initiale est e´tat propre
lorsque l’e´lectron est dans l’e´tat s. Cependant, lors des rotations impose´es a` l’e´tat
e´lectronique dans la base (s,p), cet e´tat phonon ne sera plus e´tat propre et va e´voluer
de manie`re intrique´e a` la partie e´lectronique. Pour simplifier, on supposera que
θ1 = θ2 = θ. Dans le cas ge´ne´ral, la de´pendance en θ1 et θ2 sera la meˆme que celle
trouve´e dans le cas ide´al pre´ce´dent. De plus, on ne´glige l’amortissement Γ de la
cohe´rence.
On notera |nj〉 et |m˜j〉 les e´tats propres de phonons lorsque l’e´tat e´lectronique
est respectivement s ou px.
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ψ(0−) =
(
1
0
)
⊗
∏
i
|n0j〉 (B.11)
ψ(0+) = U1ψ(0
+) =
(
cos θ
− sin θ
)
⊗
∏
j
|n0j〉 (B.12)
ψ(τ−) = U(τ)ψ(0+) = U(τ)
(
cos θ
0
)
⊗
∏
j
|n0j〉+ U(τ)
(
0
− sin θ
)
⊗
∏
j
|n0j〉 (B.13)
Pour de´crire l’e´volution dans l’e´tat p, on exprime les e´tats propres |n0j〉 dans la
base |m˜j〉 en introduisant une relation de fermeture :
ψ(τ−) =
(
cos θ
0
)
⊗
∏
j
|n0j〉e−in
0
jωjτ+e−iω0τ
(
0
− sin θ
)
⊗
∏
j
{∑
m
〈m˜j|n0j〉|m˜j〉e−imωjτ
}
(B.14)
On a ensuite la rotation induite par la deuxie`me impulsion :
ψ(τ+) =
(
cos θ cos θ
− cos θ sin θ
)
⊗
∏
j
|n0j〉e−in
0
jωjτ+e−iω0τ
( − sin2 θ
− cos θ sin θ
)
⊗
∏
j
{∑
m
〈m˜j|n0j〉|m˜j〉e−imωjτ
}
(B.15)
Pour simplifier on ne garde que les termes qui vont contribuer a` l’e´cho de photon
(cf ci-dessus) :
ψ(τ+) =
(
0
− cos θ sin θ
)
⊗
∏
j
|n0j〉e−in
0
jωjτ+e−iω0τ
(− sin2 θ
0
)
⊗
∏
j
{∑
m
〈m˜j|n0j〉|m˜j〉e−imωjτ
}
+...
(B.16)
On re´exprime a` nouveau les parties phonons dans leurs bases respectives d’e´tat
propres :
ψ(2τ) = e−iω0τ
(
0
− cos θ sin θ
)
⊗
∏
j
{∑
m
〈m˜j|n0j〉|m˜j〉e−i(n
0
j+m)ωjτ
}
+e−iω0τ
(− sin2 θ
0
)
⊗
∏
j
{∑
k
[∑
m
〈kj|m˜j〉〈m˜j|n0j〉e−imωjτ
]
e−ikωjτ |kj〉
} (B.17)
Et finalement on exprime les parties phonons dans la meˆme base (ici celle de
l’e´tat s)∑
m
〈m˜j|n0j〉|m˜j〉e−i(n
0
j+m)ωjτ =
∑
k
[∑
m
〈kj|m˜j〉〈m˜j|n0j〉e−imωjτ
]
e−in
0
jωjτ |kj〉 (B.18)
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Ce qui nous permet au final de calculer la polarisation, de´finie par :
P (2τ) = 〈d(2τ)〉 = 〈ψ(2τ)|g〉〈e|ψ(2τ)〉 (B.19)
P (2τ) = − cos θ sin3 θ
∏
j
∑
k
∣∣∣∣∣∑
m
〈kj|m˜j〉〈m˜j|n0j〉e−imωjτ
∣∣∣∣∣
2
ei(k−n
0
j )ωjτ
 (B.20)
Pour un mode de phonon j fixe´, on de´veloppe le terme ci-dessus en puissances
de Sj :
∑
k
∣∣∣∣∣∑
m
〈kj|m˜j〉〈m˜j|n0j〉e−imωjτ
∣∣∣∣∣
2
ei(k−n
0
j )ωjτ
= 1− 2(2nj + 1)S2j (1− cosωjτ) + 4S2j sin2(ωjτ/2)
[
nje
−iωjτ + (nj + 1)eiωjτ
]
+ 0(S3)
(B.21)
La partie re´elle de cette expression s’e´crit 1− 8(2nj + 1)S2j sinωjτ/2)4.
Il faut prendre le produit de ce terme sur tous les modes de phonons j qui forment
un continuum. On utilise alors la proprie´te´
∏N
i=1(1−xi/N) =N→∞ exp(−
∑N
i=1 xi/N).
De plus, comme on s’inte´resse au module, on ne garde que la partie re´elle de l’ex-
pression ci-dessus dans l’exponentielle, ce qui conduit a` :
|P (2τ)| ∝ exp
(
−
∑
j
8(2nj + 1)S
2
j sin
4
(ωjτ
2
))
(B.22)
Finalement on re´crit cette expression en fonction de f :
|P (2τ)| ∝ exp
(
−8
∫ +∞
−∞
dEf(E) sin4
(
Et
2~
))
(B.23)
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Abstract
This thesis presents a theoretical study of electron-phonon interaction in
InAs/GaAs quantum dots, where the strong coupling regime between confined car-
riers and optical phonons leads to the formation of entangled states known as pola-
rons.
Firstly, we take into account the strong coupling between exciton and optical
phonons in order to calculate interband magneto-absorption. The good agreement
with photoluminescence excitation strongly supports the existence of excitonic po-
laron levels in quantum dots.
Secondly we calculate the lifetime of polaron states. Their instability is shown to
be triggered by their phonon component. However, a semiclassical model does not
explain the experimental results. We demonstrate the need to take into account the
different anharmonic processes, their efficiency being very sensitive to the polaron
energy. These calculations allow to explain the non-monotonous variation of the
measured polaron lifetime as a function of their energy. In particular, longer polaron
lifetime are expected below the optical phonon energy.
Then we study the relaxation dynamics in doubly charged quantum dots. The
spin-orbit interaction, together with electron-phonon couplings, allows spin-flip pro-
cesses between singlet and triplet states. We obtain a good agreement with pump-
probe experiment. In particular, we show that the relaxation time between the ex-
cited singlet and triplet states depends strongly on the dot anisotropy.
Finally we study the optical coherence of the fundamental intraband transition.
The thermal broadening of this transition is shown to be due to real and virtual
transition towards the second excited level. In addition, the calculated absorption
exhibits acoustic phonon sidebands peaked on both sides of the zero phonon line. We
simulate the photon echo experiment. A good agreement is found with experiment.
In particular, an initial oscillation of coherence is attributed to a coherent excitation
of the phonon sidebands.
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Re´sume´
Cette the`se pre´sente une e´tude the´orique des interactions e´lectron-phonon dans
les boˆıtes quantiques InAs/GaAs, ou` le re´gime de couplage fort entre les porteurs
confine´s dans les boˆıtes et les phonons optiques a pour conse´quence la formation
d’e´tats intrique´s appele´s polarons.
Nous prenons tout d’abord en compte le couplage fort entre excitons et pho-
nons optiques afin de calculer l’absorption interbande sous champ magne´tique. Le
bon accord avec des expe´riences de photoluminescence d’excitation met en e´vidence
l’existence de niveaux de polarons excitoniques.
Nous calculons ensuite le temps de vie des e´tats polarons. La relaxation de ces
e´tats mixtes est due a` l’instabilite´ de leur composante phonon. Cependant, un mo-
de`le semi-classique ne suffit pas a` rendre compte des re´sultats expe´rimentaux. Nous
de´montrons la ne´cessite´ de prendre en compte de manie`re de´taille´e les diffe´rents
processus anharmoniques, dont l’efficacite´ de´pend fortement de l’e´nergie du pola-
ron. Ces calculs permettent d’expliquer les variations non monotones du temps de
vie mesure´ des polarons avec leur e´nergie et, en outre, de pre´voir des temps de vie
beaucoup plus longs pour des e´nergies infe´rieures a` l’e´nergie des phonons optiques.
Nous e´tudions ensuite la dynamique de relaxation dans les boˆıtes doublement
charge´es. L’interaction spin-orbite, associe´e aux couplages e´lectron-phonon, entraˆıne
des processus de retournement du spin entre e´tats singulets et triplets. Nous obtenons
un bon accord avec des expe´riences pompe-sonde. En particulier, nous montrons
que le temps de relaxation entre l’e´tat singulet excite´ et les e´tats triplets de´pend
fortement de l’anisotropie des boˆıtes.
Finalement, nous e´tudions la cohe´rence optique de la transition intrabande fon-
damentale. L’e´largissement de cette transition avec la tempe´rature est duˆ a` la fois
aux transitions re´elles et virtuelles vers le deuxie`me e´tat excite´. D’autre part, cette
transition comporte des ailes de phonons acoustiques pique´es de part et d’autre de la
raie a` ze´ro phonon. Nous simulons des expe´riences d’e´cho de photon. Un bon accord
est obtenu avec les mesures, notamment au niveau d’une oscillation initiale de la
cohe´rence due a` l’excitation cohe´rente des ailes de phonons acoustiques.
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